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Introduction ge´ne´rale
Les me´thodes de champ moyen microscopique incluant un traitement des corre´lations four-
nissent dans leurs versions les plus modernes une excellente description de la structure de la
plupart des noyaux connus expe´rimentalement (cf. par exemple pour les noyaux pair-pairs[1]).
Une premie`re approche est celle du mode`le en couches qui utilise un potentiel exte´rieur simple
comme champ moyen mais qui inclut de fac¸on excellente des corre´lations. Le hamiltonien est
diagonalise´ d’apre`s ce mode`le dans une base de de´terminants de Slater en conside´rant toutes
les excitations particules-trous possibles a` l’inte´rieur d’un espace de configuration a` un corps
donne´. Le mode`le en couches est souvent lourd a` mettre en œuvre a` cause de la taille e´norme
des matrices a` diagonaliser malgre´ l’espace de diagonalisation fortement tronque´. Il permet de
de´crire les premiers e´tats exite´s des noyaux avec leur spin et leur parite´.
Une autre approche utilise un meilleur champ moyen qui est de´rive´ microscopiquement a`
partir d’une interaction effective entre les nucle´ons par une proce´dure auto-cohe´rente Hartree-
Fock. Cette approche, comme il est bien connu, peut conduire a` des solutions brisant certaines
syme´tries dynamiques (rotation, translation). Les corre´lations sont usuellement inclues au dela`
de l’approximation simple de Hartree-Fock par des me´thodes qui engendrent une brisure de
syme´tries de la solution (violation de l’invariance de jauge du groupe de syme´trie U(1) as-
socie´e a` la conservation du nombre de particule dans la the´orie Hartree-Fock-Bogoliubov ou
HF+BCS). Ceci permet d’inclure les corre´lations d’appariement responsables d’une phase su-
perfluide dans les noyaux. L’e´tat du syste`me n’est alors pas simplement un e´tat de particules
inde´pendantes mais un e´tat de quasi-particules inde´pendantes qui n’est pas e´tat propre de
l’ope´rateur nombre de particules. Les techniques de restauration (comme les me´thodes de pro-
jection) approche´es sont insuffisantes pour de´crire les situations de faible appariement[2]. Ces
calculs qui ont une tre`s grande versatilite´, sont plutoˆt bien adapte´s pour de´crire les e´tats fon-
damentaux des noyaux pair-pairs voir impairs ou impair-impairs et constituent une bonne base
pour des calculs ulte´rieurs d’e´tats excite´s.
On constate que les deux me´thodes utilisent une proce´dure commune en deux e´tapes :
de´finition d’un champ moyen de re´fe´rence puis introduction de corre´lations. Le groupe de Bor-
deaux a de´veloppe´ depuis 10 ans une approche interme´diaire utilisant des interactions effectives
nucle´on-nucle´on phe´nome´nologiques du type de l’interaction de Skyrme, par exemple, en trai-
tant les corre´lations de fac¸on praticable et conservant le nombre de particules qu’on appelle
me´thode HTDA (pour Higher Tamm-Dancoff Approximation). Cette me´thode revient a` chaque
e´tape du processus ite´ratif auto-cohe´rent a` effectuer un calcul de mode`le en couches tre`s tronque´
mais plutoˆt bien converge´ dans la se´rie de de´veloppement particule-trou dans la mesure ou` on
utilise les e´tats a` un corps d’un Hamiltonien Hartree-Fock de´duit d’une matrice densite´ a` un
1
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corps incluant l’effet des corre´lations. Ce travail a fait l’objet de la the`se de doctorat de Natha-
lie PILLET en 2000 [3] pour e´tudier l’e´tat fondamental 0+ et l’e´tat isome´rique 16+ du noyau
pair-pair du 178Hf en imposant la syme´trie axiale, par Thuy Long HA en 2004 [4] pour e´tudier
l’e´tat fondamental et les e´tats isome´riques auto-cohe´rent de noyaux pair-impairs ou impair-
pairs autour de la re´gion de noyaux voisine du noyau e´tudie´ par Nathalie PILLET, par Kamila
SIEJA en 2007 [5] pour e´tudier les corre´lations neutron-proton N ∼ Z de noyaux de la re´gion
A ∼ 64, par Houda NAI¨DJA en 2009 [6] pour introduire de corre´lations vibrationnelles pour le
noyau doublement magique et sphe´rique 40Ca. Il est a` noter que le me´lange d’isospin dans cette
approche est actuellement e´tudie´ par L. Bonneau, J. Le Bloas et P. Quentin en collaboration
avec J. Bartel et D. Strottman [44] (il est clair que pour ce genre d’e´tudes la conservation du
nombre de particules est indispensable).
L’imposition de la syme´trie axiale et celle de re´flexion droite-gauche dans les travaux pion-
niers pre´ce´dents est e´videmment adapte´e au traitement des noyaux ne manifestant pas de trixia-
lite´ ou de de´formation octupoˆlaire. Il apparaˆıt ne´anmoins que l’introduction de l’asyme´trie de
re´flexion droite-gauche est importante pour de´crire certains phe´nome`nes. Par exemple, dans
la re´gion des actinides la pre´sence a` basse e´nergie de niveaux KΠ = 1− a e´te´ depuis long-
temps interpre´te´e comme une excitation de modes octupoˆlaires de vibration d’un noyau a`
de´formation syme´trique (quadrupoˆlaire) a` l’e´quilibre. Ce type de de´formation combine´ avec la
de´formation quadrupoˆlaire joue un roˆle dans la description de certains syste`mes nucle´aires soit
tre`s de´formables soit meˆme de´forme´s octupoˆlairement dans l’e´tat fondamental. C’est le cas dans
des e´tats superde´forme´s ou aux environs du seconde barrie`re de fission (et au-dela`). Dans cette
the`se, et a` titre d’exemple nous allons e´tudier l’e´tat fondamental du 194Pb, l’e´tat superde´forme´
de ce meˆme noyau, l’e´tat fondamental du 222Ra et le 240Pu au voisinage de la seconde barrie`re
de fission qui sont des syste`mes ou` on sait depuis un certain temps que le mode de de´formation
octupoˆlaire joue un roˆle important.
Pour introduire le degre´ de liberte´ octupoˆlaire dans l’approche HTDA, nous avons tout
d’abord brise´ la syme´trie de re´flexion droite-gauche qui e´tait pre´ce´demment impose´e dans le
code HTDA. En conse´quence, les fonctions d’ondes individuelles perdent leurs parite´s bien
de´finies. Une restauration de cette syme´trie est effectue´e par projection. Cela conduit a` un
me´lange de deux configurations. Cette projection constitue donc en fait un cas simple de
me´lange de configurations. En conse´quence, on peut conside´rer ce travail comme un proto-
type pour l’e´tude d’autres restaurations de syme´trie plus complique´es comme celle contenant la
syme´trie de rotation ou le traitement de corre´lations correspondant a` des mouvements collectifs
de grande amplitude utilisant la Me´thode de la Coordonne´e Ge´ne´ratrice(GCM). Dans le pre-
mier chapitre nous effectuerons une pre´sentation the´orique des approximations Hartree-Fock et
HTDA points de de´part de notre travail. Les outils pour le me´lange de configurations seront
pre´sente´s dans le chapitre 2 qui fournira la base pour la construction d’un mode`le simplifie´
– 2 –
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pour restaurer la syme´trie pre´sente´ dans le chapitre 3. Les re´sulats obtenus sont discute´s dans
le chapitre 4.
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Chapitre 1
Champ moyen
1.1 Champ moyen microscopique
Pour de´crire la structure d’un noyau suppose´ isole´ nous utilisons une me´thode microsco-
pique reposant sur les hypothe`ses fondamentales suivantes :
+ Le noyau atomique est un syste`me quantique a` N corps (N fermions : les nucle´ons) ;
+ Les nucle´ons sont des objets ponctuels et sans structure ;
+ L’e´nergie cine´tique des nucle´ons dans l’e´tat fondamental du noyau ou dans des e´tats peu
excite´s est suppose´e non relativiste ;
+ Les nucle´ons interagissent principalement par une interaction a` deux corps.
+ L’e´quation du mouvement donnant la fonction d’onde Ψ du syste`me donc un e´tat sta-
tionnaire est l’e´quation non relativiste de Schro¨dinger :
HˆΨ = EΨ (1.1)
ou` l’Hamiltonien Hˆ du syste`me est compose´ de l’ope´rateur e´nergie cine´tique Kˆ et d’une
interaction a` deux corps Vˆ :
Hˆ = Kˆ + Vˆ (1.2)
Une me´thode microscopique exacte permettant de traiter le proble`me a` N corps dans le
noyau n’est pas encore disponible pour N de´passant quelques unite´s. On doit donc faire des ap-
proximations. Nous empruntons une approche microscopique approche´e non relativiste de phy-
sique atomique qui est appele´e l’approximation de Hartree-Fock . Cette me´thode de de´rivation
du champ moyen permet de de´crire les caracte´ristiques de l’e´tat fondamental des noyaux a`
travers toute la table pe´riodique.
Tout d’abord nous allons de´crire brie`vement les principes de l’approche de champ moyen ou
approximation de particules inde´pendantes que l’approximation de Hartree-Fock prend comme
le point de´part.
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Historiquement, l’un des premiers mode`les du noyau, propose´ par Weizsa¨cker en 1935 [9],
est celui de la goutte liquide ou` le noyau est assimile´ a` un fluide classique constitue´ de nucle´ons
qui sont confine´s dans un volume fini de l’espace par l’interaction forte. Ce mode`le joua un roˆle
tre`s important : il permit de reproduire les masses atomiques avec une assez bonne pre´cision.
Cependant, le mode`le de la goutte liquide est entie`rement macroscopique. Par ailleurs, l’exis-
tence du principe de Pauli invalide partiellement cette comparaison du noyau avec une goutte
liquide ordinaire pour le transformer en fluide quantique. En interdisant la diffusion d’une par-
ticule dans un e´tat de´ja` occupe´, ce principe conduit a` un libre parcours moyen du nucle´on
(en moyenne 15 fm pour un nucle´on dans le noyau d’apre`s par exemple G. Bertsch [10]) tre`s
supe´rieur a` la distance caracte´ristique inter-nucle´onique. Il est de l’ordre des dimensions du
noyau. La matie`re nucle´aire peut alors eˆtre de´crite de fac¸on approche´e comme un gaz confine´
de particules non-interagissantes.
La co-existence de ces deux types de proprie´te´s de fluide (classique et quantique) souligne
le caracte`re interme´diaire ( me´soscopique ) des noyaux atomiques.
Cet autre aspect du noyau ou` les nucle´ons sont conside´re´s comme des particules inde´pendantes
rend naturelle l’existence d’un potentiel moyen dans lequel e´voluent les nucle´ons. Les manifes-
tations expe´rimentales de l’existence d’un champ moyen appele´es effets de couches, semblables
a` celles rencontre´es en physique atomique, sont bien connues. Le proble`me qui se pose alors
en physique nucle´aire est la de´finition de ce potentiel moyen qui a la particularite´ ici d’eˆtre
produit par les nucle´ons eux-meˆmes (a` la diffe´rence de la physique atomique ou` les e´lectrons
sont confine´s par le champ coulombien cre´e´ par le noyau). Pour simuler le champ moyen du
noyau, de nombreux potentiels phe´nome´nologiques ont e´te´ propose´s dont les plus connus sont :
+ le potentiel d’oscillateur harmonique modifie´ duˆ a` Nilsson [11] qui contient un terme
spin-orbite l.s qui permet de reproduire les bons nombres magiques et un terme en l2 qui tient
compte du fait que les nucle´ons proches de la surface sentent un potentiel plus faible que celui
correspondant a` l’oscillateur harmonique simple.
+ le potentiel de Wood-Saxon [12] mode´lisant la partie Hartree du champ moyen micro-
scopique dont la ge´ne´ralisation au cas des noyaux de´forme´s a pour expression en coordonne´es
sphe´riques :
VWS(r, θ, ϕ) = − V0
1 + exp( r−R(θ,ϕ)
a
)
(1.3)
Avec ces potentiels les nombres magiques ne sont pas reproduits, sauf les 3 premiers (2,8,20).
Il e´tait donc clair vers les anne´es 40 qu’un potentiel central n’arriverait pas a` reproduire tous
les nombres magiques. La perce´e cruciale vint en 1949 quand Goeppert-Mayer et Jensen ont
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sugge´re´ d’ajouter un potentiel spin-orbite :
Vso ∼ 1
r
dVWS(r)
dr
l.s (1.4)
qui a permis d’expliquer tous les nombres magiques connus.
Ces potentiels phe´nome´nologiques peuvent eˆtre utilise´s pour calculer les fonctions d’ondes
individuelles et l’e´nergie. Cependant, avec le progre`s des ordinateurs les anne´es de 50 a` 80
du sie`cle dernier, un tel champ moyen auto-cohe´rent a` un corps a pu eˆtre de´rive´ a` partir
d’une force microscopique effective a` deux corps (l’interaction nucle´on-nucle´on) par le principe
variationnel applique´ dans le cadre de l’approximation de champ moyen. On verra dans ce qui
suit (me´thode Hartree-Fock ) que les deux potentiels phe´nome´nologiques mentionne´s ci-dessus
sont souvent utilise´s comme le point de´part dans un processus auto-cohe´rent pour extraire ce
champ. En effet, contrairement aux approches phe´nome´nologiques du mode`le en couches ou`
le champ moyen est directement postule´ sous forme parame´trise´e, cette the´orie se propose de
le de´river a` partir des interactions e´le´mentaires entre les nucle´ons. L’ingre´dient de base est
l’hamiltonien microscopique qui gouverne la dynamique des nucle´ons individuels :
Hˆ = Kˆ + Vˆ (1.5)
=
N∑
i=1
pˆ2i
2m
+
1
2
N∑
i,j=1
i 6=j
vˆij (1.6)
ou` m est la masse du nucle´on et le terme d’interaction est construit avec la force effective
vˆ entre les N nucle´ons.
1.2 Me´thode Hartree-Fock
L’approximation de Hartree-Fock a e´te´ de´veloppe´e pour la premie`re fois par Hartree en
1928 [13], pour de´crire de fac¸on plus pre´cise la structure e´lectronique des atomes, en tenant
compte de l’interaction e´lectrostatique a` deux corps entre les e´lectrons. Mais dans son e´valuation
Hartree n’a pas inclus les effets du principe de Pauli. Fock les a introduit en 1930 [14] par l’anti-
syme´trisation de l’approche de Hartree. Bien que le noyau ait beaucoup de caracte`res similaires
avec ceux d’un atome, les nucle´ons sont diffe´rents en particulier en ce qu’ils uniquement lie´s
par leurs interactions mutuelles. Au contraire des e´lectrons, ils ne se de´placent pas dans un
champ central. L’application directe au noyau de la the´orie a` N corps cre´e´e pour la physique
atomique pose encore beaucoup de proble`mes parce que le traitement des nucle´ons pre´sente
des difficulte´s propres comme : l’interaction nucle´on-nucle´on n’est pas connue analytiquement,
cette interaction a un cœur dur. . . Ne´anmoins, l’approximation de Hartree-Fock applique´e pour
la premie`re fois en physique nucle´aire par Kelson en 1963 [15] a conduit a` de grands succe`s.
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Base´e sur l’approche de champ moyen, l’approximation Hartree-Fock ne´cessite de de prendre
en compte le fait que tous les nucle´ons participent a` ce champ. Il n’y a pas de cœur inerte.
L’hypothe`se centrale consiste a` adopter un de´terminant de Slater |Φ〉 pour la fonction d’onde
de l’e´tat fondamental d’un noyau ayant N nucle´ons.
1.2.1 De´terminant de Slater
Dans l’approximation de particules inde´pendantes ou approximation de Hartree-Fock , l’ad-
jectif inde´pendantes doit eˆtre pris au sens des probabilite´s inde´pendantes, c’est-a`-dire ou` les
probabilite´s pour N particules sont factorise´es en produits de N probabilite´s pour chacune
des particules. L’e´tat du syste`me |Φ〉 a` N particules, qui ne tient pas compte du principe de
Pauli, peut donc eˆtre approche´ par un produit direct de N e´tats de particules individuelles |φi〉
suppose´s orthonormalise´s :
|Φ〉 = |φ1〉|φ2〉|φ2〉 . . . |φN〉 (1.7)
Puisque les nucle´ons sont des particules fermioniques, l’e´tat du syste`me doit eˆtre anti-
syme´trique pour ve´rifier le principe de Pauli. Il faut donc antisymme´triser l’e´tat non-physique
|Φ〉 pour avoir un e´tat physique |ΦHF〉 par l’action de l’ope´rateur d’antisymme´trisation Aˆ sur
|Φ〉 :
|ΦHF〉 =
√
N !Aˆ|Φ〉 (1.8)
ou`
√
N ! est un facteur de normalisation (e´tat |ΦHF〉 normalise´ a` 1) et l’anti-syme´triseur Aˆ
est tel que :
Aˆ = 1
N !
∑
P
(−1)pPˆ (1.9)
avec Pˆ ope´rateur de permutation et p un nombre de transpositions dont le produit est
e´quivalent a` P . La fonction d’onde de l’e´tat fondamental d’un noyau ayant N nucle´ons dans
l’e´tat |ΦHF〉 est un de´terminant de Slater ΦHF qui n’impose que les corre´lations apporte´es par
le principe de Pauli :
ΦHF(r1, r2, . . . , rN) =
1√
N !
∣∣∣∣∣∣∣∣∣
φ1(r1) φ1(r2) . . . φ1(rN)
φ2(r1) φ2(r2) . . . φ2(rN)
...
...
. . .
...
φN(r1) φN(r2) . . . φN(rN)
∣∣∣∣∣∣∣∣∣ (1.10)
(φi(rj) est la fonction d’onde d’une particule j dans un e´tat a` un corps i). Toutes les autres
corre´lations entre nucle´ons vont eˆtre ne´glige´es dans ΦHF. A la permutation des coordonne´es
d’espace et de spin de deux nucle´ons correspond la permutation des deux lignes correspon-
dantes du de´terminant. Ces de´terminants de Slater satisfont le principe d’antisyme´trie. En
effet un de´terminant est antisyme´trique sous permutation de ses lignes ou de ses colonnes.
Cette proprie´te´ est e´galement valable pour une combinaison line´aire de de´terminants. Pour
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simplifier l’e´criture, nous utiliserons maintenant la notation |Φ〉 au lieu de |ΦHF〉 pour de´crire
un de´terminant de Slater.
Finalement, le de´terminant de Slater s’e´crit en seconde quantification :
|ΦN〉 =
N∏
i=1
a†i |0〉 (1.11)
ou` l’ope´rateur a†i cre´e la fonction d’onde individuelle φi a` partir du vide de particule |0〉.
Le de´terminant de Slater |Φ〉 est la traduction mathe´matique de l’hypothe`se du mode`le a`
particules inde´pendantes, tenant compte des corre´lations lie´es au principe de Pauli. Il reste
a` de´terminer les fonctions d’onde individuelles de chaque nucle´on |φi〉 intervenant dans ce
de´terminant, de meˆme que le potentiel a` un corps de´rive´ a` partir de l’interaction effective a`
deux corps Vˆ . Pour cela, le de´terminant de Slater doit eˆtre tel que l’e´nergie du syste`me soit
minimale. A cet effet, on applique un principe variationnel de Ritz approche´.
1.2.2 Principe variationnel
Principe variationnel de Ritz
Conside´rons un syste`me a` N corps caracte´rise´ par son hamiltonien Hˆ et une de ses solutions
propres |Φ〉 norme´e qui ve´rifie l’e´quation de Schro¨dinger stationnaire :
Hˆ|Φ〉 = E|Φ〉 (1.12)
Le principe variationnel de Ritz stipule qu’il existe une e´quivalence entre la re´solution de
l’e´quation de Schro¨dinger ci-dessus et la minimisation de la fonctionnelle e´nergie E[Φ] de´finie
par :
E[Φ] =
〈Φ|Hˆ|Φ〉
〈Φ|Φ〉 (1.13)
c’est-a`-dire :
Hˆ|Φ〉 = E|Φ〉 ⇐⇒ δE[Φ] = 0 (1.14)
Autrement dit :Toute fonction d’onde de norme non nulle qui rend extre´male E[Φ] est
fonction propre de Hˆ avec E[Φ] pour valeur propre, et re´ciproquement.
Principe variationnel approche´
Ces deux propositions e´quivalentes sont tre`s difficiles a` manier dans la pratique, si on les
applique exactement parce que en principe par exemple dans le cas variationnel il faut tes-
ter tout l’espace des e´tats physiques du syste`me a` N particules conside´re´. C’est pourquoi on
va se limiter pour le calcul variationnel a` un sous ensemble des e´tats physiques, d’expression
– 9 –
Chapitre 1. Champ moyen
mathe´matique plus ou moins simple : ce sont les e´tats d’essai. Si la vraie solution n’est pas
dans le sous ensemble des e´tats d’essai, la solution extre´male n’est pas un e´tat propre exact,
mais seulement une approximation.
La me´thode de Hartree-Fock consiste en une me´thode variationnelle qui est approche´e parce
qu’elle n’est applique´e qu’au sous-ensemble de l’espace de Hilbert des de´terminants de Slater.
Malheureusement, la somme de deux de´terminants de Slater n’est pas en ge´ne´ral un de´terminant
de Slater. Le proble`me cesse d’eˆtre line´aire. Une me´thode variationnelle approche´e par restric-
tion de l’ensemble variationnel est adapte´e a` la recherche de l’e´tat fondamental exact d’e´nergie
E0 puisque pour tout e´tat d’essai |Φ〉 on peut montrer que :
E[Φ] ≥ E0 (1.15)
Une autre fac¸on d’exprimer la the´orie de Hartree-Fock est fonde´e sur la conside´ration du fait
que l’e´nergie de l’e´tat fondamental est approche´e par une fonctionnelle de la matrice densite´ a`
un corps.
1.2.3 Matrice densite´ a` un corps
Conside´rons un syste`me deN particules identiques de coordonne´es respectives x1,x2, . . . ,xN
place´es dans le potentiel cre´e par elles-meˆme. Chaque coordonne´e xi est une combinaison de
la coordonne´e de l’espace ri de la coordonne´e de spin si et de la coordonne´e d’isospin. Sup-
posons que le syste`me soit re´pre´sente´ par une fonction d’onde Φ qui satisfait la condition
d’antisyme´trisation :
PˆΦ(x1,x2, . . . ,xN) = (−)pΦ(x1,x2, . . . ,xN) (1.16)
ou` Pˆ est l’ope´rateur de permutation de parite´ (−)p. Notons dans ce qui suit :∫
(dx) = dx1dx2 . . . dxN (1.17)
Le symbole
∫
(dx) veut dire que l’on effectue une inte´grale de toutes les coordonne´es, et∫
(dxi) l’inte´grale sur tous les variables sauf xi.
Les e´le´ments de la matrice densite´ a` un corps sont de´finis par :
ρ(x,x′) = N
∫
d(x1)Φ
∗(x′,x2,x3, . . . ,xN)Φ(x,x2,x3, . . . ,xN) (1.18)
On peut montrer que cette densite´ nous permet de calculer simplement la valeur moyenne
d’une observable a` un corps :
< A(1) >=
∫
dxdx′A(1)(x,x′)ρ(x,x′) = Tr(A(1)ρ) = Tr(ρA(1)) (1.19)
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On dit que ρ contient toute l’information a` un corps du syste`me. Dans le cas d’un de´terminant
de Slater |Φ〉 ou` les fonctions d’ondes individuelles sont orthonormalise´es, la matrice densite´
est :
ρ(x,x′) =
N∑
i
φ∗i (x
′)φi(x) (1.20)
C’est donc l’e´le´ment de matrice du projecteur sur le sous-espace a` une particule sous-tendu
par les e´tats occupe´s du de´terminant de Slater conside´re´ :
ρˆ =
N∑
i
|φi〉〈φi| (1.21)
Il est tre`s pratique d’utiliser la forme de matrice densite´ associe´e au de´terminant de Slater
en seconde quantification (1.11) pour de´crire le formalisme de l’approche Hartree-Fock :
ρij = 〈i|ρˆ|j〉 = 〈Φ|a†jai|Φ〉 (1.22)
ou` a†j et ai sont respectivement l’ope´rateur de cre´ation d’un fermion dans l’e´tat a` 1 corps
|j〉 et l’ope´rateur d’annihilation d’un fermion dans l’e´tat |i〉.
La donne´e de la matrice ρˆ de´finit comple`tement le de´terminant de Slater du syste`me. Pour
trouver la solution, on va e´crire le proble`me variationnel approche´ de Hartree-Fock sous la
forme de l’annulation de la de´rive´e fonctionnelle de l’e´nergie par rapport a` ρˆ. Tout d’abord,
nous allons calculer les e´le´ments de matrice du Hamiltonien microscopique effectif (1.6) dans
l’e´tat |Φ〉 en fonction de la densite´ ρˆ.
1.2.4 Equations de Hartree-Fock
On peut re´e´crire l’Hamiltonien effectif (1.6) en seconde quantification :
Hˆ =
∑
ij
〈i|kˆ|j〉a†iaj +
1
4
∑
ijkl
〈ij|vˆ|k˜l〉a†ia†jalak (1.23)
ou` la somme porte sur tout le spectre des e´tats individuels i, j, k, l (dans ce qui suit on
notera l’e´le´ment de matrice a` 2 corps antisyme´trise´ 〈ij|vˆ|k˜l〉 par v˜ijkl). La valeur moyenne de
l’Hamiltonien Hˆ dans l’e´tat |Φ〉 :
E = 〈Φ|Hˆ|Φ〉 (1.24)
peut eˆtre exprime´e en utilisant le the´ore`me de Wick en fonction de la matrice densite´ ρˆ sous
la forme :
E[ρˆ] =
∑
ij
kijρji +
1
2
∑
ijkl
ρkiv˜ijklρlj (1.25)
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En utilisant les notations usuelles d’une trace et d’une double trace, on peut re´e´crire les
deux termes (1.25) de la fac¸on suivante :
E[ρˆ] = Tr(kρ) +
1
2
TrTr(ρv˜ρ) (1.26)
Pour assurer, pendant la variation de l’e´nergie E, deux proprie´te´s de la matrice densite´ (ρ2 =
ρ, Trρ = N) valables pour un de´terminant de Slater ayant N particules, on doit contraindre
tous les e´le´ments de matrice de ρ2 − ρ a` rester nuls et la trace de ρ a` rester constante. On
introduira donc pour chaque e´le´ment de matrice (ρ2 − ρ)ij un multiplicateur de Lagrange note´
Λij et on appelera λ le multiplicateur de Lagrange associe´ a` Trρ. Ainsi le proble`me variationnel
s’e´crira :
δE ′[ρˆ]
δρˆ
=
δ
δρ
[
Tr(kρ) +
1
2
TrTrρv˜ρ− Tr(Λ(ρ2 − ρ))− λTrρ] (1.27)
La de´rive´e fonctionnelle de E[ρˆ] s’exprime sous la forme :[
δE ′[ρˆ]
δρˆ
]T
= k + Tr(ρv˜)− (Λρ+ ρΛ) + Λ− λ (1.28)
ou` T de´note la transposition de cette de´rive´e fonctionnelle et Tr(ρv˜) est la re´duction a`
un corps pour ρˆ de l’ope´rateur a` deux corps vˆ. C’est un ope´rateur a` un corps appele´ champ
moyen Hartree-Fock uˆHF qui de´pend de la densite´ du syste`me. On dit qu’il est auto-cohe´rent.
C’est le champ moyen dans lequel ”baignent” les nucle´ons. Il se comporte comme un potentiel
exte´rieur pour chacun des nucle´ons et simule en moyenne toutes les interactions d’un nucle´on
avec les autres nucle´ons du noyau. Les e´le´ments de matrice de uˆHF pour des e´tats a` un corps
orthonormalise´s quelconques |ψi〉 et |ψj〉 sont donne´s par :
〈ψi|uˆHF|ψj〉 =
∑
k,l occupe´s |Φ〉
〈φk|ρˆ|φl〉〈ψiφl|vˆ|ψ˜jφk〉 (1.29)
Dans la base canonique, ou` ρˆ est diagonale (ρkl = δkl), on a
〈ψi|uˆHF|ψj〉 =
∑
k occupe´s |Φ〉
〈ψiφk|vˆ|ψ˜jφk〉 (1.30)
L’ope´rateur Hamiltonien a` un corps de la particule i est de´fini par :
hˆ(i) = kˆ(i) + uˆHF(i) (1.31)
L’ope´rateur Hamiltonien de Hartree-Fock qui agit dans l’espace de Hilbert a` N particules
s’e´crit :
HˆHF =
N∑
i=1
hˆ(i) = Kˆ + UˆHF (1.32)
On peut donc re´e´crire l’e´quation (1.28) pour obtenir la relation variationelle comme :
– 12 –
1.2. Me´thode Hartree-Fock
hˆ− (Λρˆ+ ρˆΛ) + Λ− λ = 0 (1.33)
En utilisant la caracte`re d’idempotence de ρ on trouve la forme de Liouville des e´quations
de Hartree-Fock :
[hˆ, ρˆ] = 0 (1.34)
Ceci signifie que pour la solution Hartree-Fock il existe une base d’e´tats propres communs
au Hamiltonien de Hartree-Fock et a` l’ope´rateur matrice densite´. Les e´tats propres du projec-
teur ρˆ sont des e´tats occupe´s (de valeur propre 1) et des e´tats inoccupe´s (de valeur propres 0)
. Pour de´finir la solution Hartree-Fock on prendra donc les e´tats occupe´s de ρ.
Notons par |φi〉 les e´tats de cette base, on aura un syste`me d’e´quations :
hˆ|φi〉 = ei|φi〉 (1.35)
Donc avec l’approximation de Hartree-Fock on ne re´soud pas l’e´quation de Schro¨dinger (1.1)
mais on re´soud des e´quations de Schro¨dinger pour des fonctions d’ondes individuelles. On voit
que les e´quations Hartree-Fock ne sont pas line´aires, contrairement a` l’e´quation de Schro¨dinger
puisque hˆ de´pend de ρˆ. Cette non line´arite´ complique la re´solution pratique ces e´quations. C’est
un des prix a` payer pour la simplification ope´re´e.
En pratique on re´soud les e´quations Hartree-Fock de fac¸on ite´rative (cf. Figure 1.1). On
choisit un point de´part physiquement raisonnable, par exemple, en faisant une approximation
sur le potentiel confinant suppose´ eˆtre le re´sultat des interactions attractives a` deux corps. Ce
potentiel (potentiel de Wood-Saxon dans notre cas) permet de calculer par diagonalisation un
ensemble de vecteurs propres qui permettent a` leur tour de calculer le champ moyen Hartree-
Fock correspondant a` l’interaction effective. Ce nouveau champ, apre`s diagonalisation, fournit
alors un autre ensemble de vecteurs propres qui vont servir a` la construction d’un autre champ
Hartree-Fock . . . et ainsi de suite. Une telle proce´dure est poursuivie jusqu’a` ce qu’on obtienne
la convergence, lorsque par exemple la diffe´rence des e´nergies entre deux ite´rations est infe´rieure
a` une certaine valeur.
1.2.5 Choix de l’interaction
L’approximation de Hartree-Fock a permis de re´duire le proble`me de plusieurs corps en
interaction, a` une description de particules non interactives dans un champ moyen a` un corps
auto-cohe´rent. Cependant, l’approximation Hartree-Fock dans les noyaux n’est valable en pra-
tique qu’avec une interaction effective de´pendant de la densite´. Nous ne pouvons pas de´duire
a` partir des premiers principes dans une approche non relativiste la force par l’interme´diaire
de laquelle les nucle´ons interagissent. Les expre´riences de diffusion nucle´on-nucle´on ainsi que
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Figure 1.1 – La re´solution des e´quations de Hartree-Fock
les proprie´te´s du syste`me que constitue le deute´ron permettent d’obtenir des contraintes sur
cette interaction et un certain nombre de proprie´te´s d’invariance. A partir de la`, de nombreuses
formes de potentiel d’interaction nucle´on-nucle´on ont e´te´ propose´es ; citons par exemple les
potentiels de Reid, d’Hamada-Johnston, de Paris ou encore de Bonn (cf. par exemple [16]). Si
l’on veut construire une interaction nucle´on-nucle´on (N-N) effective dans le noyau a` partir ce
que nous savons de l’interaction N-N libre (la force nue), on se heurte a` un certain nombre de
difficulte´s, dont le plus proble´matique est le cœur dur (traduit par un potentiel infini lorsque
la distance entre deux nucle´ons est infe´rieure a` rc ∼ 0.5fm). La pre´sence d’un cœur dur dans
l’interaction nue entre nucle´ons fait diverger le champ moyen Hartree-Fock .
En 1955, Brueckner [17] a propose´ une approximation qui permet de de´river a` partir de la
force nue une force effective (appele´e matrice G) entre deux nucle´ons dans la matie`re nucle´aire,
de´pendant de la densite´ du milieu. Pour traiter les syste`mes finis que sont les noyaux, Brueck-
ner et al [18] ont utilise´ la matrice G dans le cadre de l’approximation de la densite´ locale qui
suppose que l’interaction nucle´aire entre deux nucle´ons du noyau est e´gale a` leur interaction
effective dans la matie`re nucle´aire pour une valeur de la densite´ e´gale a` celle rencontre´e dans
la re´gion d’interaction des deux nucle´ons. Il a montre´ que la the´orie Hartree-Fock doit eˆtre
applique´e non pas avec l’interaction nue puisqu’il faut tenir compte de certains termes d’ordre
supe´rieur du de´veloppement perturbatif et que de toute fac¸on ce champ diverge, mais avec une
interaction effective de´pendant de la densite´ calcule´e dans cette approche, qui nous de´barrasse
en outre du proble`me du cœur dur. Cependant, les calculs effectue´s a` l’aide de cette the´orie
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sont tre`s lourds et meˆme impossibles dans l’e´tat actuel pour des noyaux lourds, de´forme´s et/ou
loin de la valle´e de stabilite´.
Un approche alternative inspire´e des re´sultats sur G consiste a` utiliser des interactions effec-
tives phe´nome´nologiques de´pendant de la densite´ propose´es par Skyrme, Migdal, Brink et Bœ-
ker, Vautherin et Brink, Gogny . . . (cf. par exemple [19]). Ces interactions pre´sentent un inte´reˆt
majeur : la faisabilite´ des calculs qui leur est associe´e permet notamment d’obtenir des relations
relativement simples entre diffe´rentes proprie´te´s nucle´aires mesure´es expe´rimentalement et les
parame`tres de la force utilise´e. On peut classer les interactions effectives phe´nome´nologiques
en fonction du comportement de leur partie centrale qui peut eˆtre soit de porte´e nulle tels les
potentiels de Skyrme qui utilise une force δ (avec des termes correctifs), soit de porte´e finie telle
que l’interaction de Gogny ou` la partie centrale est repre´sente´e par deux gaussiennes. Une fois
la forme analytique de l’interaction effective choisie, les parame`tres sont ajuste´s de telle sorte
qu’ils reproduisent un ensemble limite´ de proprie´te´s expe´rimentales.
Aujourd’hui, l’utilisation de ces interactions effectives (qui de´pendent de la densite´ comme
celles de Skyrme et Gogny) permet de reproduire les proprie´te´s nucle´aires de basse e´nergie
comme l’e´nergie de liaison, le rayon, le moment quadrupoˆlaire, le moment angulaire, . . . a` travers
toute la table pe´riodique avec un nombre limite´ de parame`tres. Ces parame`tres sont de´termine´s
en particulier par des proprie´te´s plus ge´ne´rales de matie`re nucle´aire. Les calculs Hartree-Fock
utilisant l’interaction de Gogny sont substantiellement plus lourds en ce qui concerne le traite-
ment nume´rique. L’interaction de Skyrme, quant a` elle e´tant de porte´e nulle conduit, d’une part,
a` des calculs nume´riques plus simples. Elle permet, d’autre part, de mettre en œuvre facilement
les calculs Hartree-Fock dans l’espace de configuration avec la construction d’une fonctionnelle
pour l’e´nergie totale du noyau. Nous avons choisi cette interaction dans nos calculs.
1.2.6 Interaction de Skyrme
Propose´e en 1959 par Skyrme [20] elle contenait au de´but un terme a` deux coprs et un terme
a` trois corps :
Vˆ =
∑
i<j
v
(2)
ij +
∑
i<j<k
v
(3)
ijk (1.36)
avec
v
(3)
ijk = t3δ(r1 − r2)δ(r2 − r3) (1.37)
Vautherin et Brink [7] ont montre´ l’e´quivalence entre le terme a` trois corps et une interaction
δ a` deux corps de´pendant de la densite´ si le renversement du sens du temps n’est pas brise´ :
v
(3)
ijk −→ v(2)ij =
t3
6
(1 + Pˆσ)δ(r1 − r2)ρα(r1 + r2
2
) (1.38)
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De nos jours, la forme standard de cette interaction est :
V (r1, r2) = t0(1 + x0Pˆσ)δ(r1 − r2) terme central
+
1
2
t1(1 + x1Pˆσ)[
←−
k′ 2δ(r) + δ(r)
−→
k 2] + t2(1 + x2Pˆσ)
←−
k′ 2.δ(r)
−→
k 2 termes non locaux
+iW (σ1 + σ2)
←−
k′ × δ(r1 − r2)−→k terme spin-orbite
+
t3
6
(1 + x3Pˆσ)δ(r1 − r2)ρα(r1 + r2
2
) terme de´pendant de la densite´ (1.39)
ou`
−→
k est le moment relatif des particules 1 et 2 qui agit sur sa droite :
−→
k =
1
2i
(
−→∇1 −−→∇2) (1.40)
et
←−
k′ est le conjuge´ de
−→
k qui agit sur sa gauche
←−
k′ = − 1
2i
(
←−∇1 −←−∇2) (1.41)
avec Pˆσ =
1
2
(1 + ~σ1~σ2) ope´rateur d’e´change de spin.
Les parame`tres de la force (t0, t1, t2, t3,W0, x0, x1, x2, x3) ont e´te´ ajuste´s sur les donne´es
expe´rimentales. Il existe de nombreuses parame´trisations de la force de Skyrme. Certaines sont
meilleures pour un type de proprie´te´s nucle´aires. Les deux premie`res SI et SII ont e´te´ intro-
duites par Vautherin et Brink [7]. Avec la parame´trisation SII, ils ont re´ussi a` reproduire les
e´tats fondamentaux notamment l’e´nergie de liaison et le rayon des noyaux a` travers toute la
table pe´riodique. Avec une force inde´pendante de la densite´, on n’e´tait pas capable d’avoir ce
magnifique re´sultat.
Les forces SIII-SVI ont e´te´ parame´trise´es par Beiner et al. [21] au moyen d’un fit de donne´es
de masse et de rayon de charge de noyaux sphe´riques. Parmi-elles, la force SIII est plus popu-
laire graˆce a` sa capacite´ a` reproduire tre`s correctement les proprie´te´s statiques fondamentales
des noyaux a` travers toute la table pe´riodique (cf. par exemple [77] pour les noyaux impairs).
Quelques temps apre`s la de´termination des parame`tres de SIII, la mesure expe´rimentale de
la re´sonance ge´ante monopolaire a permis d’acce´der a` une valeur de l’incompressibilite´ de la
matie`re nucle´aire. Pour tenir compte de cette nouvelle donne´e, Krivine et al. ont propose´ la
parame´trisation SkM [22]. Elle a e´te´ modifie´e (SkM∗) par Bartel et al. [23] pour reproduire de
fac¸on tre`s satisfaisante les barrie`res de fission dans le 240Pu. Le travail de L. Bonneau [24] a
confirme´ que cette force est satisfaisante du point de vue spectrocopique pour e´tudier les tre`s
grandes de´formations des noyaux lourds. Nguyen Van Giai et Sagawa [25] ont pu obtenir avec
une autre parame´trisation SGII des valeurs satisfaisantes des parame`tres de Landau de spin et
spin-isospin. Dobaczewski et al. [26] ont traite´ les corre´lations d’appariement dans les isotopes
– 16 –
1.2. Me´thode Hartree-Fock
d’e´tain avec la force SkP. Chabanat et al. [27] ont pu raisonnablement bien de´crire avec SLy4
les proprie´te´s spectroscopiques des noyaux loins de la valle´e de stabilite´.
Les jeux de parame`tres correspondant a` SIII, SkM∗ et Sly4 sont indique´s dans le table 1.1.
Force SIII SkM∗ SLY4
t0(MeV.fm
3) −1128.75 −2645.00 −2488.91
t1(MeV.fm
5) 395.00 410.00 486.82
t2(MeV.fm
5) −95.00 −135.00 −546.39
t3(MeV.fm
(3+3α)) 14000.00 15595.0 13777.0
x0 0.450 0.090 0.834
x1 0.0 0.0 −0.344
x2 0.0 0.0 −1.0
x3 1.0 0.0 1.354
α 1 1/6 1.6
W0(MeV.fm
5) 120.0 130.0 123.0
Table 1.1 – Quelques parame´trisations de l’interaction effective phe´nome´nologique de Skyrme
. Toutes ces forces ne font pas que reproduire les proprie´te´s particulie`res pour lesquelles
elles ont e´te´ cre´e´es. Ne´anmoins les trois forces retenues dans la Table 1.1 sont ge´ne´ralement
conside´re´es comme tre`s satisfaisantes pour reproduire les proprie´te´s spectrocopiques des noyaux
(cf par exemple comme on a de´ja` note´ [77]).
1.2.7 Fontionnelle e´nergie
Les auteurs de la re´fe´rence [7] ont montre´ qu’avec une interaction de Skyrme :
〈Φ|Hˆ|Φ〉 =
∫
d3rHtotal(r) (1.42)
ou` la densite´ d’e´nergie totale Htotal(r) est la somme de la densite´ lie´e a` la force de Skyrme
et de celle lie´e a` l’e´nergie coulombienne :
Htotal(r) = HSk(r) +HCoul(r) (1.43)
Cette densite´ hamiltonienne est une fonctionnelle de la densite´ a` 1 corps (e´le´ments de matrice
diagonaux en r de ρˆ) qui pour un de´terminant de Slater pair par renversement du sens du temps
pourra, de fac¸on quelque peu arbitraire, se de´composer comme :
HSk(r) = Hkin(r) +Hvol(r) +Hsurf(r) +Hso(r) (1.44)
dont les diffe´rents termes de´pendent d’un certain nombre de densite´s locales. Les densite´s
de spin-vecteur et de courant n’interviennent pas pour des solutions paires par renversement
du sens du temps. C’est pourquoi nous n’aurons pas a` les conside´rer pour de´crire les e´tats
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fondamentaux des noyaux pair-pairs. Nous ne devons conside´rer que les densite´s de matie`re,
d’e´nergie cine´tique et de spin-orbite de´finies a` partir des fonctions d’onde φi du de´terminant de
Slater respectivement :
- la densite´ normale des nucle´ons :
ρ(r) =
∑
i,σ
|φi(r, σ)|2 (1.45)
- la densite´ d’e´nergie cine´tique normale (spin scalaire) :
k(r) =
∑
i,σ
|~∇φi(r, σ)|2 (1.46)
- la densite´ spin-orbite :
~J(r) = (−i)
∑
i,σ,σ′
φ∗i (r, σ)[~∇φi(r, σ)× 〈σ|~σ|σ〉] (1.47)
ou` les sommations i (espace), et σ, σ′ (spin) portent sur tous les e´tats occupe´s d’une particule
et τ repre´sente les diffe´rents e´tats de charge (les neutrons (n) et les protons (p)). Dans ce qui
suit l’indice d’isospin τ affectant les densite´s signifie que les sommations sur les indices i et j
n’impliquent que des densite´s d’e´tat ayant meˆme isospin τ . Les densite´s note´es sans indices τ
sont e´gales a` la somme des densite´s neutron et proton correspondantes.
Hkin(r) = ~
2
2m
k2 (1.48)
Hvol(r) = B1(ρ)2 +B2
∑
τ
(ρ)2 +B7(ρ)
α+2 +B8(ρ)
α
∑
τ
(ρτ )
2 +B3ρk +B4
∑
τ
ρτkτ (1.49)
Hsurf(r) = B5ρ~∇2ρ+B6
∑
τ
ρτ ~∇2ρτ (1.50)
Hso(r) = B9
(
ρ~∇. ~J +
∑
τ
ρτ ~∇. ~Jτ
)
(1.51)
ou` la de´pendance en r des diffe´rentes densite´s est implicite. Notons que le terme d’e´nergie
cine´tique Hkin est multiplie´ par un facteur (A− 1)/A, pour l’e´criture du proble`me variationnel
en vue d’effectuer une correction approche´e a` un corps du centre de masse, en ne´gligeant la
correction a` deux corps. L’expression des coefficients Bi en fonction des parame`tres de la force
est pre´cise´e dans la table 1.2
La contribution directe de l’interaction Coulombienne est traite´e exactement mais pour le
terme d’e´change nous utilisons l’approximation de Slater :
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B1
1
2
t0(1 +
1
2
x0) B8 − 112t3(12 + x3)
B2 −12t0(12 + x0) B9 −12W0
B3
1
4
[t1(1 +
1
2
x1) + t2(1 +
1
2
x2)] B10
1
4
t0x0
B4 −14 [t1(12 + x1)− t2(12 + x2)] B11 −14t0
B5 − 116 [3t1(1 + 12x1)− t2(1 + 12x2)] B12 124t3x3
B6
1
16
[3t1(
1
2
+ x1) + t2(
1
2
+ x2)] B13 − 124t3
B7
1
12
(1 + 1
2
x3)
Table 1.2 – Expression des coefficients Bi
HCoul(r) = 1
2
ρpVCoul − 3e
2
4
(
3
pi
)1/3(ρp)
4/3 (1.52)
ou` e est la charge du proton, ρp est la densite´ de proton et le potentiel VCoul s’exprime
comme :
VCoul = e
2
∫
d3r
ρp(r
′)
|r− r′| (1.53)
On voit en pratique que cette fonctionnelle d’e´nergie n’est pas la valeur moyenne exacte
du Hamiltonien pour un e´tat de particule inde´pendant donne´ mais n’en est qu’une appproxi-
mation. Le terme d’e´change de Coulomb dans l’approximation de Slater repre´sente´ par le
deuxie`me terme de l’e´quation ci-dessus est un terme de´pendant de la densite´ dans la fonc-
tionnelle d’e´nergie de Skyrme. Les travaux de la re´fe´rence [28] ont montre´ que pour des noyaux
le´gers (jusqu’au 56Ni) qu’une telle approximation conduit a` une erreur (par rapport a` la va-
leur exacte de l’e´nergie de Coulomb e´change) qui est une fonction de´croissante du nombre de
nucle´ons et qui est infe´rieure a` 5% pour le 56Ni. Il est inte´ressant de noter que cette approxi-
mation a e´te´ teste´e pour des noyaux sphe´riques [70] en utilisant les forces SkP et SkM∗ et pour
des calculs HFB utilisant la force de Gogny [71].
1.2.8 Hamiltonien de Hartree-Fock hˆ
En de´rivant la fonctionnelle e´nergie (1.42) pour un noyau pair-pair, on peut, dans la repre´sentation
position, mettre hˆ sous la forme :
hˆ(τ)φi =
[
− ~∇ ~
2
2m∗τ (r)
~∇+ Uτ (r) +∇Wτ .(−i∇× σˆ)
]
φi (1.54)
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Le premier terme est appele´ terme de masse effective (cette dernie`re est note´e m∗τ (r)), le
second est le potentiel central Uτ (r) (contenant le potentiel coulombien) tandis que le troisie`me
contient le potentiel spin-orbite Wτ (r). Ils sont de´finis respectivement par :
~2
2m∗τ (r)
=
~2
2m
+B3ρ+B4ρτ (1.55)
Uτ = 2(B1ρ+B2ρτ ) + (B3k +B4kτ )
+2(B5∆ρ+B6∆ρτ )
+(2 + α)B7ρ
1+α +B8
[
αρα−1(ρ2n + ρ
2
p) + 2ρ
αρτ
]
+B9(~∇. ~J + ~∇. ~Jτ ) + δq,p[VCoul − e2( 3
pi
ρp)
1/3] (1.56)
∇Wτ = −B9(∇ρ+∇ρτ ) + 1
8
(t1 − t2) ~Jτ (1.57)
Pour re´soudre les e´quations de Hartree-Fock nous avons de´veloppe´ les fonctions d’ondes
individuelles sur la base ϕα(r, σ) :
φi(r, σ, τ) = χτ
∑
α
C(i)α ϕα(r, σ) (1.58)
ou` χτ est la fonction d’isospin. Appelant C
(i)
α les composantes du vecteur propre de hˆHF
associe´ a` la valeur propre ei on a :
∑
β
h
(τ)
αβC
(i)
β = eiC
(i)
α (1.59)
ou`
h
(τ)
αβ = 〈ϕα|hˆ(τ)|ϕβ〉 =
∫
d3rϕ∗α(r, σ)hˆ
(τ)ϕβ(r, σ) (1.60)
La re´solution des e´quations de Hartree-Fock se rame`ne ainsi a` la diagonalisation du hamil-
tonien h
(τ)
αβ dans la base ϕα, se´pare´ment pour chaque e´tat de charge.
1.2.9 Calcul Hartree-Fock sous contrainte
Les surfaces d’e´nergie potentielle des noyaux sont des quantite´s essentielles car elles donnent
des indications sur la de´formabilite´ du noyau. La me´thode Hartree-Fock sans contrainte nous
donne des points isole´s dans cette surface aux de´formations qui minimisent l’e´nergie totale
du noyau. Pour obtenir les autres points, il est ne´cessaire d’employer la me´thode de Hartree-
Fock sous contrainte ou` on minimise la fonctionnelle e´nergie en contraignant un ou plusieurs
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ope´rateurs de de´formation a` avoir une valeur moyenne fixe´e (q) dans l’e´tat solution |Φi(q)〉.
Nous choississons dans cette e´tude les moments multipoˆlaires Qˆlm :
q ≡ 〈Φi|Qˆlm|Φi〉 =<Qˆlm> (1.61)
La me´thode pour re´soudre un tel proble`me variationnel est d’ajouter un terme au Hamilto-
nien :
〈Φi|Hˆ ′|Φi〉 = 〈Φi|Hˆ|Φi〉+ f(µl, <Qˆlm>) (1.62)
ou` f est une fonction d’un parame`tre µl et <Qˆlm> et de minimiser 〈Φi|Hˆ ′|Φi〉 au lieu de
〈Φi|Hˆ|Φi〉 . Plusieurs cas peuvent eˆtre conside´re´s pour f :
+ pas de contrainte ou` f(µl, <Qˆlm>) = 0
+ contrainte line´aire ou` f(µl, <Qˆlm>) = −µl <Qˆlm>
+ contrainte quadratique ou` f(µl, <Qˆlm>) = −C
2
(<Qˆlm> −µl)2
Le type de contrainte utilise´ dans nos calculs est la contrainte quadratique. Comme les
noyaux e´tudie´s ne semblent pas manifester une tendance a` une triaxialite´ bien marque´e, nous
avons impose´ la syme´trie axiale. En conse´quence, nous ne conside´rons que les moments mul-
tipoˆlaires correspondant a` cette syme´trie :
+ le moment quadrupoˆlaire axial Qˆ20 caracte´risant l’e´longation du noyau.
+ le moment octupoˆlaire axial Qˆ30 donnant une mesure de l’asyme´trie gauche-droite (bri-
sure de la syme´trie de re´flexion par rapport au plan z = 0, donc brisant la parite´)
+ la position du centre de masse du syste`me total Qˆ10 = zˆ.
1.2.10 Calculs Hartree-Fock brisant la parite´
Dans le cas d’un noyau isole´, le hamiltonien Hˆ du syste`me (1.2) posse`de les syme´tries sui-
vantes :
+ l’invariance par translation ; le potentiel de´pend de la coordonne´e relative r1-r2 entre
deux points 1 et 2 et non de la coordonne´e de leur centre de masse.
+ l’invariance galile´enne.
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+ l’invariance par rotation dans l’espace des coordonne´es.
+ l’invariance par le renversement du sens du temps.
+ l’invariance par une re´flexion d’espace.
+ l’invariance dans l’e´change des particules identiques qui impose que pour des fermions les
seuls e´tats possibles soient des e´tats comple`tement antisyme´triques.
+ l’invariance par rotation dans l’espace des isospins pour l’essentiel de l’interaction forte.
Une fonction d’onde exacte d’un tel noyau est un e´tat propre de Hˆ ainsi que des ope´rateurs
ge´ne´rant les syme´tries Sˆ ci-dessus et avec lesquels Hˆ commute :
[Hˆ, Sˆ] = 0 (1.63)
Ces invariances se refle`tent dans l’existence de nombres quantiques qualifiant les vrais e´tats
propres |Ψ〉 (1.1). En revanche, cela n’est pas ne´cessairement re´alise´ pour des e´tats |Φ〉 ap-
proche´s (comme des de´terminants de Slater). Dans ce cas en effet, les e´tats approche´s |Φ〉 sont
de´termine´s non pas a` partir du vrai hamiltonien Hˆ mais a` partir du hamiltonien effectif (1.6)
qui ne posse´dent pas ne´cessairement les invariances de Hˆ en raison de la de´pendance vis a` vis
de la densite´.
Le hamiltonien du syste`me (1.6) a les syme´tries de l’interaction utilise´e. La fonction d’essai
utilise´e dans le champ moyen Φ est seulement une approximation simple de fonction d’onde
exacte Ψ qui doit contenir toutes les  corre´lations  de la solution exacte du proble`me sta-
tionnaire. A cause de sa forme simple, elle brise le plus souvent quelques syme´tries importantes
du Hamiltonien Hˆ comme : les invariances par translation, par rotation et par parite´. L’hamil-
tonien de champ moyen auto-cohe´rent construit sur ces fonctions d’onde d’essai, ne commute
pas, le plus souvent, avec les ope´rateurs re´pre´sentant ces syme´tries. C’est une brisure spontane´e
de syme´trie lie´e au champ moyen nucle´aire.
Concre`tement, le hamiltonien Hartree-Fock hˆ est la re´duction a` un corps du hamiltonien
effectif Hˆ. Donc, hˆ de´pend les fonctions d’onde individuelles. Avec la force de Skyrme, cette
de´pendance s’exprime via la densite´ a` un corps ρ, la densite´ cine´tique k et le courant de spin
~J . Si nous imposons par exemple les syme´tries axiale et de re´flexion droite-gauche, ces densite´s
locales sont invariantes sous l’action des ope´rateurs jˆz et pˆi associe´s a` ces deux syme´tries. Dans
ce cas, les trois ope´rateurs hˆ, jˆz et pˆi forment un ensemble d’observables qui commutent. Alors
hˆ prend la forme d’une matrice diagonale par blocs ou` chaque bloc est caracterise´ par ωp avec
ω, p qui sont respectivement des valeurs propre de jˆz et pˆi. Par conse´quent, la diagonalisation
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de hˆ se rame`ne a` celles effectue´es dans chaque bloc ωp. Ceci rend le calcul beaucoup plus rapide
que la diagonalisation de hˆ entier. Au contraire, si la matrice densite´ utilise´e comme point
de de´part des ite´rations du calcul brise un certain nombre de syme´tries, alors le hamiltonien
Hartree-Fock pourra e´galement briser ces syme´tries. Mais le processus ite´ratif peut aussi bien
converger meˆme dans ce cas vers une solution syme´trique si celle-ci est pre´fe´rable du point de
vue e´nerge´tique.
La plupart des codes Hartree-Fock construits avec une force de Skyrme conside´rent des
solutions syme´triques par re´flexion par rapport au plan e´quatorial (perpendiculaire a` l’axe Oz
dans notre cas). Dans ce cas, le centre de masse du noyau appartient a` ce plan et est choisi
comme origine du repe`re intrinse`que. Le plan de syme´trie a donc pour e´quation z = 0 et dans
ce repe`re attache´ au noyau, la syme´trie de parite´ est par conse´quent explicitement impose´e.
Si nous imposons une condition de syme´trie, nous nous limitons aux solutions posse´dant
une syme´trie donne´e. En effet, les surfaces d’e´nergie sont en ge´ne´ral de´termine´es en fonction
d’un petit nombre de degre´s de liberte´. Les degre´s de liberte´ non traite´s explicitement sont soit
comple`tement relache´s, soit inaccessibles parce que des syme´tries sont impose´es a` la fonction
d’onde totale. Rien n’assure que les minima trouve´s ne sont pas en fait des points selles en
fonction des degre´s de liberte´ non traite´s.
Le code Hartree-Fock axial imposant la syme´trie de re´flexion droite-gauche a donc e´te´ e´tendu
[24] de manie`re a` autoriser une brisure de la parite´. Pour cela, nous avons supprime´ la condition
f(r, z) = f(r,−z) pout toute fonction f intervenant dans le code syme´trique et avons remplace´
les inte´grales de la forme :
2
∫ +∞
0
f(r, z)dz (1.64)
par ∫ +∞
−∞
f(r, z)dz (1.65)
Cela correspond aussi a` me´langer les sous-matrices ω− et ω+ de parite´s diffe´rentes dans
la matrice du hamiltonien Hartree-Fock a` diagonaliser (ω de´signant une valeur propre de jˆz).
Nous avons aussi contraint le centre de masse a` co¨ıncider avec l’origine du repe`re intrinse`que.
Compte tenu de la syme´trie axiale de nos solutions, il suffit pour cela d’imposer que :
< z >= 0 (1.66)
Dans ce cas de me´lange de parite´, les e´tats de la base |α〉 intervenant dans l’e´quation
(1.58) n’ont pas tous la meˆme parite´ donc |Φ〉 perd aussi la proprie´te´ d’avoir une parite´ bien
de´termine´e.
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1.3 Corre´lations d’appariement
1.3.1 Insuffisance de la me´thode Hartree-Fock
L’approximation de Hartree-Fock re´ussit a` faire le lien entre l’interaction nucle´on-nucle´on
effective et le champ moyen au prix de ne´gliger une partie des effets de la force nucle´on-
nucle´on. C’est pourquoi, en pratique cette approche est a` la rigueur capable de de´crire raiso-
nablement seulement les noyaux magiques (couches comple`tes) ou` l’interaction re´siduelle peut
eˆtre conside´re´e comme une pertubation ne´gligable.
Partant du hamiltonien microscopique Hˆ on peut faire apparaˆıtre une interaction re´siduelle
Vˆres en additionnant et soustrayant de Hˆ un champ moyen UˆHF :
Hˆ = Kˆ + UˆHF + Vˆ − UˆHF (1.67)
= HˆHF + Vˆres (1.68)
avec :
Vˆres = Vˆ − UˆHF (1.69)
Soit |ΦHF〉 l’e´tat fondamental a` l’approximation de Hartree-Fock correspondant au Hamil-
tonien HˆHF conduisant a` une e´nergie fondamentale approche´e EHF. Nous appelons |ΦptHF〉 les
e´tats d’exitation particule-trou sur |ΦHF〉 conside´re´ comme un quasi-vide.
Dans les noyaux magiques l’e´nergie minimale ε qu’il faut transfe´rer a` un nucle´on pour passer
de la dernie`re couche majeure pleine a` la premie`re couche majeure vide est au moins e´gale a` la
diffe´rence en e´nergie se´parant ces deux couches, c’est-a`-dire typiquement de l’ordre de 3 ou 4
MeV. La fonction d’onde de l’e´tat fondamental |ΦHF〉 est donc tre`s loin d’eˆtre de´ge´ne´re´e avec
les diffe´rents e´tats excite´s par excitation particule-trou |ΦptHF〉 et le de´terminant de Slater |ΦHF〉
issu d’un calcul de champ moyen est une tre`s bonne approximation de cet e´tat fondamental.
On peut donc espe´rer pouvoir ne´gliger l’interaction re´siduelle :
|Ψ〉 ' |Φ〉 , E ' EHF et Vˆres ' 0 (1.70)
Au contraire, pour des noyaux de´forme´s e´loigne´s de la magicite´, cette e´nergie est beaucoup
plus petite, ge´ne´ralement infe´rieure a` 1 MeV. Les e´tats excite´s de plus basse e´nergie ont donc
des e´nergies tre`s proches du quasi-vide et peuvent se coupler a` lui au travers de l’interaction
re´siduelle a` 2 corps Vˆres ne´glige´e dans les the´ories de champ moyen. Ce couplage est d’autant
plus fort que ε est faible, ceci se comprend aise´ment dans le cadre d’un traitement en pertu-
bations. Etant donne´ que la plupart des noyaux sont non magiques, il est donc pratiquement
toujours ne´cessaire de prendre en compte l’interaction re´siduelle entre les nucle´ons. Dans ce
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cas, l’e´tat fondamental ”vrai” du noyau est en fait un e´tat propre |Ψ〉 de Hˆ avec comme va-
leur propre l’e´nergie ”vraie” E (E < EHF). Pour reconstruire une fonction d’onde repre´sentant
correctement l’e´tat fondamental de ces noyaux, il est donc ne´cessaire d’aller au dela` du champ
moyen, en tenant compte de diffe´rentes corre´lations.
On peut formellement obtenir |Ψ〉 et E en diagonalisant Hˆ dans la base compose´e de |ΦHF〉
et de l’ensemble des e´tats excite´s a` N particules - N trous. Le re´sultat de´pend de l’intensite´
du couplage introduit par les e´le´ments de matrice de l’interaction re´siduelle Vˆres compare´e
aux e´nergies d’excitation des diffe´rents e´tats. En fait, cette me´thode est la plupart du temps
impraticable car le nombre des configurations excite´es qu’il faut inclure pour arriver a` une
bonne approximation de l’e´nergie vraie E est ge´ne´ralement colossal. Devant cette impossibi-
lite´ de tenir compte en une seule fois des effets de l’interaction re´siduelle Vˆres, on adopte une
me´thode par e´tapes. Elle consiste a` incorporer successivement les diffe´rentes composantes de
Vˆres en commenc¸ant par les plus importantes. Pour ce faire, on enrichit progressivement la forme
de la fonction d’onde de l’e´tat fondamental en prenant des expressions de plus en plus e´labore´es.
Il y plusieurs corre´lations qui sont ge´ne´re´es par cette interaction re´siduelle comme par
exemple : les corre´lations d’appariement, les corre´lations vibrationnelles . . . Parmi ces corre´lations,
les corre´lations d’appariement se manifestent le plus fortement dans les noyaux a` couches de
proton et/ou neutron ouvertes. Comme elle est forte et attractive, elle cre´e donc une e´nergie de
liaison supple´mentaire et ge´ne`re des paires de nucle´ons corre´le´s au sein du noyau. Les manifes-
tations expe´rimentales qui montrent l’existence de la corre´lation d’appariement dans la matie`re
nucle´aire sont :
+ l’effet pair-impair dans les e´nergies de liaison des noyaux : d’une part, les noyaux pair-
pairs dans leur e´tat fondamental ont dans le mode`le de la goutte liquide, une e´nergie de liaison
supple´mentaire e´gale a` 2∆ ' 24A−1/2 (∆ est l’e´nergie lie´e a` la brisure d’une paire de nucle´ons
apparie´s) a` celle qu’on devrait conside´rer pour des noyaux impair-impairs. L’explication est
que chaque nucle´on se lie avec un autre qui est son e´tat conjugue´ par renversement du sens
du temps pour former une paire. Dans le cas des noyaux impairs, cet e´cart est divise´ par deux
(grossie`rement). D’autre part, les noyaux pair-pairs dans leur e´tat fondamental ont un spin et
une parite´ Jpi = 0+.
+ l’existence d’un gap en e´nergie : les spectres de noyaux de´forme´s montrent une diffe´rence
entre des noyaux pair-pair et pair-impairs. Dans une gamme de 1.5 MeV d’e´nergie d’excitation,
les noyaux pair-pairs ne posse`dent que quelques e´tats collectifs appartenant aux bandes rota-
tionnelles et vibrationnelles tandis que les noyaux pair-impairs posse`dent de nombreux e´tats
collectifs et individuels.
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+ la de´viation (qui peut eˆtre de l’ordre d’un facteur deux) entre le moment d’inertie des
noyaux de´forme´s mesure´s expe´rimentalement et celui d’un noyau assimile´ a` un corps rigide en
rotation.
Propose´ a` la fin des anne´es 1950 par Aage Bohr, Ben Mottelson et David Pines [29], ce
phe´nome`ne d’appariement est tre`s analogue a` celui de la supraconductivite´ en physique du
solide. Il joue un roˆle important dans le description des spectres des noyaux a` basse e´nergie.
Cela sugge`re d’adopter comme e´tat fondamental un e´tat de paires inde´pendantes plus riche que
l’e´tat de particules inde´pendantes. La the´orie de champ moyen fonde´e sur un tel e´tat constitue
l’approximation de Hartree-Fock-Bogoliubov (HFB).
Pour l’e´tat fondamental, la fonction d’onde d’essai n’est plus simplement un de´terminant de
Slater mais doit correspondre a` un e´tat de paires inde´pendantes appele´ vide de quasi-particules
ou quasi-vide de Bogoliubov. En fait, pour de´crire ces corre´lations d’appariement, nous pouvons
utiliser l’approche de Bardeen-Cooper-Schriffer (BCS) [30], qui peut-eˆtre conside´re´e comme une
approximation de la the´orie HFB (avec une transformation de Bogoliubov simplifie´e appele´e
transformation de Bogoliubov-Valatin).
1.3.2 Approximation de Bardeen-Cooper-Schriffer (BCS)
Dans la me´thode BCS on repre´sente la fonction d’onde pour les noyaux pair-pairs sous la
forme :
|ΦBCS〉 =
∏
i>0
(ui + via
†
ia
†
i¯
)|0〉 (1.71)
qui s’applique quand Hˆ est invariant par renversement du sens du temps (donc pour des
hamiltoniens conduisant a` la de´ge´ne´rescence de Kramers) et ou` le produit porte sur la moitie´
de l’espace de configuration d’une particule indique´ par i > 0 (l’autre moitie´ correspondant a`
l’espace transforme´ par renversement du sens du temps du premier). L’e´tat |0〉 repre´sente le
vrai vide de particules (par rapport aux ope´rateurs de particules a† et a). Les parame`tres ui
et vi sont des parame`tres variationnels re´els, tels que v
2
i et u
2
i repre´sentent respectivement la
probabilite´ qu’un e´tat de paire (i, i¯) soit occupe´ ou non. Ces deux parame`tres sont de´termine´s
de telle sorte que l’e´nergie soit minimale. Ces deux parame`tres ve´rifient la relation e´vidente :
u2i + v
2
i = 1 (1.72)
L’e´tat |¯i〉 est l’e´tat conjuge´ de |i〉 par renversement du sens du temps : |¯i〉=Tˆ |i〉. Le de´veloppement
du produit de l’e´quation (1.71) nous donne :
|ΦBCS〉 ∝ |0〉+
∑
i>0
vi
ui
a†ia
†
i¯
|0〉+ 1
2
∑
ii′>0
vivi′
uiui′
a†ia
†
i¯
a†i′a
†
i¯′ |0〉+ . . . (1.73)
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L’e´tat |ΦBCS〉 est donc une superposition infinie d’e´tats ayant des nombres diffe´rents de
paires. Il n’est donc pas un e´tat propre de l’ope´rateur nombre de particules Nˆ . On fait seule-
ment en sorte de garantir que ces nombres soient e´gaux en valeur moyenne a` ceux de´sire´s au
moyen de contraintes sur l’ope´rateur nombre de particules Nˆ , en utilisant des multiplicateurs
de Lagrange.
Pour de´river l’e´quation de BCS, on suppose que le syste`me a` N corps est de´crit par le
hamiltonien e´crit en seconde quantification comme :
Hˆ =
∑
i
eia
†
iai +
1
4
∑
i,i′>0
v˜i¯ii′ i¯′a
†
ia
†
i¯
ai¯′ai′ (1.74)
Le premier terme correspond a` la contribution de champ moyen qui est construite par la
me´thode Hartree-Fock . Les e´tats i et i′ sont des e´tat individuels Hartree-Fock . Le deuxie`me
terme repre´sente l’interaction re´siduelle qui tient compte des corre´lations de paires. Comme
nous traitons des noyaux dont les nombres de neutrons et de protons diffe´rents donc les fonc-
tions d’onde d’espace et de spin des e´tats proches de la surface de Fermi sont tre`s diffe´rentes,
l’interaction re´siduelle neutron-proton est ne´glige´e. Donc toutes les e´quations que nous de´rivons
sont valables se´pare´ment pour chacun des deux e´tats d’isospin. Pour avoir le nombre de par-
ticules conserve´ en moyenne on ajoute (comme on a vu) au hamiltonien un multiplicateur de
Lagrange pour chaque e´tat de charge et on minimise :
Hˆ ′ =
∑
i
(ei − λ)a†iai +
1
4
∑
i,i′>0
v˜i¯ii′ i¯′ (1.75)
La valeur moyenne de Hˆ ′ dans l’e´tat |ΦBCS〉 (1.71) vaut :
〈ΦBCS|Hˆ ′|ΦBCS〉 =
∑
i
[
(ei − λ)v2i +
1
2
∑
i′
v˜ii′ii′v
2
i v
2
i′
]
+
∑
ii′>0
v˜i¯ii′ i¯′uiviui′vi′ (1.76)
La variation de l’e´nergie (1.76) par rapport a` vi nous conduit aux e´quations de BCS :
2e˜iuivi + ∆i(v
2
i − u2i ) = 0, ∀i > 0 (1.77)
avec
e˜i = ei +
∑
i′
v˜ii′ii′v
2
i′ − λ (1.78)
ou` la quantite´ ∆i est appele´e gap du niveau i, d’expression :
∆i = −
∑
i
v˜i¯ii′ i¯′ui′vi′ (1.79)
Pour des valeurs fixe´es de e˜i et ∆i, on obtient les expressions suivantes pour v
2
i et u
2
i :
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v2i =
1
2
[
1− e˜i√
e˜2i + ∆
2
i
]
et u2i =
1
2
[
1 +
e˜i√
e˜2i + ∆
2
i
]
(1.80)
En inse´rant ces expressions de ui et vi dans l’expression des parame`tres de gap, on en de´duit
ce que l’on appelle l’e´quation du gap :
∆i = −1
2
∑
i>0
v˜i¯ii′ i¯′
∆i′√
e˜2i′ + ∆
2
i′
(1.81)
Ces e´quations sont comple´te´es par la condition sur le nombre moyen de particules :
〈ΦBCS|Nˆ |ΦBCS〉 = 2
∑
i>0
v2i = N (1.82)
La re´solution des e´quations couple´es (1.77) a` (1.82) est effectue´e de fac¸on ite´rative pour
un jeu donne´ d’e´tats individuels Hartree-Fock |i〉. Nous ne conside´rons que les corre´lations
d’appariement dans le canal |Tz = 1|, ne´gligant comme on a vu les corre´lations neutron-proton.
Etant donne´ la fac¸on dont l’interaction de Skyrme est construite [31, 32], il n’y a aucune raison
a priori qu’elle fournisse une description correcte de type de corre´lations. Nous avons utilise´
une approximation pour l’interaction d’appariement qui consiste a` utiliser une interaction qu’on
appelle la force de se´niorite´ :
G = −v˜i¯ii′ i¯′ avec G > 0 (1.83)
pour des e´tats i et i′ proches du niveau de Fermi (G = 0 au dela` et en dec¸a`).
Dans une telle approximation, toutes les formules de´rive´es pre´ce´demment se simplifient :
- le hamiltonien du syste`me :
Hˆ =
∑
i
ei(a
†
iai)−G
∑
ii′>0
a†ia
†
i¯
ai¯′ai′ (1.84)
- la valeur moyenne de Hˆ ′ :
〈BCS|Hˆ ′|BCS〉 = 2
∑
i>0
(
e˜iv
2
i +
1
2
Gv4i
)
− ∆
2
G
(1.85)
avec e˜ = ei − λ−Gv2i .
En ge´ne´ral les termes en Gv4i et Gv
2
i sont ne´glige´s. Outre le fait qu’ils ne sont pas tre`s
importants (ils renormalisent faiblement les e´nergies des e´tats individuels) ils correspondent a`
une contribution de la force de se´niorite´ de type Hartree-Fock et leur prise en compte conduirait
donc a` un double comptage des termes de champ moyen.
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On de´finit e´galement la quantite´ que l’on appelle e´nergie de condensation de paires qui est
l’e´nergie qui se rajoute a` l’e´nergie de champ moyen calcule´e avec la force de Skyrme. Cette
e´nergie est e´gale a` :
Econd = −∆
2
G
(1.86)
Les parame`tres de gap sont alors inde´pendants de l’orbitale conside´re´e :
∆ = G
∑
i>0
uivi (1.87)
et les parame`tres variationnels d’occupation deviennent :
v2i =
1
2
[
1 +
ei − λ√
(ei − λ)2 + ∆2
]
et u2i =
1
2
[
1− ei − λ√
(ei − λ)2 + ∆2
]
(1.88)
L’e´quation du gap s’e´crit :
∆ =
G
2
∑
i>0
∆√
(ei − λ)2 + ∆2
(1.89)
et l’e´nergie de quasiparticules associe´e a` l’orbitale i devient :
Ei =
√
(ei − λ)2 + ∆2 (1.90)
A partir des formules de´rive´es de l’approximation BCS, on peut montrer que pour une
densite´ de niveaux re´aliste cette the´orie diverge. Pour que la me´thode soit praticable, il convient
d’effectuer une troncature en e´nergie des e´tats participant au processus de diffusion de paires.
Pour les noyaux appartenant a` la re´gion de masse qui nous inte´resse, nous avons choisi de
ne´gliger les e´tats individuels Hartree-Fock situe´s au-dela` de l’e´nergie λ+ ∆ε MeV. Dans notre
travail le parame`tre ∆ε et les valeurs Gn et Gp (neutron et proton respectivement) de l’intensite´
de la force de se´niorite´ sont tire´es de la re´fe´rence [77]. La somme S de´finie par :
S =
∑
i>0
uivi (1.91)
nulle en l’absence de corre´lations, augmente avec la diffusivite´ de la surface de Fermi.
1.4 Me´thode HTDA
On voit aise´ment que l’e´tat |BCS〉 (1.71) est plus riche qu’un e´tat de particules inde´pendantes
|Φ〉 pour la re´solution approche´e de l’e´quation de Schro¨dinger . En ge´ne´ral, la the´orie de BCS
est bien adapte´e pour des syste`mes a` grand nombre de particules (comme en physique du so-
lide, ou` N ∼ 1023 et la non-conservation du nombre de particules n’a pas d’influence sur les
quantite´s physiques parce que la dispersion varie en 1/
√
N). Cependant, le nombre de nucle´ons
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dans un noyau (∼ 102) et en particulier le nombre de nucle´ons de valence (∼ 10) qui controˆlent
le comportement des e´tats excite´s a` basse e´nergie est tre`s limite´, la the´orie de BCS applique´e
aux noyaux atomiques conduit parfois a` de se´rieuses erreurs. En effet, la non-conservation du
nombre de particules a une grande incidence dans des cas ou` le produit de la densite´ de niveaux
des e´tats individuels pre`s de la surface de Fermi par l’e´le´ment de matrice d’appariement moyen
est petit par rapport a` l’unite´.
Pour re´soudre ce proble`me the´orique, l’une des solutions est de projeter les fonctions d’onde
BCS sur des e´tats ayant le bon nombre de particules [33]. On peut appliquer un principe varia-
tionnel soit avant la projection (PAV)[34] soit apre`s la projection (VAP) [35, 36, 37]. Cependant,
dans le cadre du mode`le de BCS, la projection de la fonction d’onde apre`s variation sur les
e´tats ayant le bon nombre de particules (PBCS), serait incapable de de´crire correctement des
corre´lations d’appariement dans des noyaux, ou` la densite´ de niveaux autour de la surface de
Fermi serait si faible, que le comportement d’une solution BCS et donc PBCS serait identique a`
celui de Hartree-Fock (cf. par exemple [19]). Dans ce cas, on peut penser a` une me´thode large-
ment utilise´e ces dernie`res anne´es a` savoir la me´thode propose´e dans un contexte plus ge´ne´ral
par Lipkin [38] et applique´e a` ce proble`me particulier par Nogami [39]. Cependant, on a pu
montrer que contrairement aux re´sultats obtenus dans des tests ante´rieurs effectue´s dans des
situations restrictives [40], la validite´ de l’approche Lipkin-Nogami devait eˆtre mise en doute
dans des situations d’appariement faible [2].
Une approche the´orique correcte doit alors partir d’e´tats propres de l’ope´rateur nombre de
particules. L’approche HTDA ( Higher Tamm Dancoff Approximation) a e´te´ propose´e par le
groupe de Bordeaux pour traiter les corre´lations d’appariement au dela` du champ moyen en
garantissant une conservation exacte du nombre de particules. Elle a e´te´ applique´e dans des
situations de faibles corre´lations d’appariement, comme en [41] pour de´crire le fondamental et
les e´tats isome´riques dans le 178Hf. Un code a e´te´ de´veloppe´ par la suite [4] avec succe`s pour
e´tudier les noyaux impairs. Des calculs de routhian HTDA ont e´te´ effectue´s [42] pour de´crire les
bandes super-de´forme´es dans la re´gion A ≈ 190. Dans le cadre de la meˆme approche, une e´tude
a e´te´ pre´sente´e en [5, 43] pour traiter les corre´lations d’appariement isoscalaires et isovecteurs
de l’e´tat fondamental dans la re´gion du 64Ge. Ensuite, l’inclusion d’une partie des corre´lations
vibrationnelles dans l’approche HTDA a e´te´ effectue´e pour le noyau doublement magique et
sphe´rique 40Ca [6].
1.4.1 Principe ge´ne´ral de la me´thode HTDA
Dans son principe, la me´thode HTDA est une extension de l’approximation Tamm-Dancoff
(TDA) conduisant a` un calcul de type mode`le en couche fortement tronque´ sur une solution
de champ moyen. En effet, elle consiste a` diagonaliser le hamiltonien effectif dans une base
tronque´e, constitue´e de de´terminants de Slater ayant le bon nombre de particules et obtenus
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par excitations de type particules-trous sur le vide Hartree-Fock (ce dernier contenant de´ja` une
bonne partie des proprie´te´s physiques a` un corps). Elle inclut ces excitations non seulement
dans les e´tats excite´s corre´le´s mais aussi dans le fondamental. Elle est e´quivalente a` la me´thode
de variation apre`s projection (VAP), a` cause du the´ore`me de Ritz dans un sous-espace a` N
particules tronque´ de l’espace de Fock. Elle a pour but de de´crire en particulier le phe´nome`ne
de diffusion de paires autour de la surface de Fermi, et en ge´ne´ral des excitations de type
multi-particules multi-trous sur le vide Hartree-Fock . Dans ce cas la fonction d’onde totale
devient une superposition de de´terminants de Slater, ayant chacun le bon nombre de particules
construits a` partir des excitations de type |npnh〉 avec n faible. Ainsi, elle permet de re´soudre de
fac¸on approche´e et par e´tape l’e´quation de Schro¨dinger quand on tient compte des corre´lations
au dela` du champ moyen, c’est-a`-dire celles qui sont ne´glige´es dans les the´ories du champ moyen.
1.4.2 Formalisme HTDA
Dans ce travail, nous nous limitons a` de´velopper le formalisme HTDA pour le calcul de
l’e´tat fondamental des noyaux pair-pairs en traitant se´pare´ment les corre´lations des neutrons
et des protons. Comme on a de´ja` vu, ceci est tout a` fait justifie´ dans des noyaux lourds que
nous e´tudions ou` le nombre de neutrons est tre`s diffe´rent du nombre de protons. En pratique,
nous allons partir du Hamiltonien effectif :
Hˆ = Kˆ + Vˆ (1.92)
Comme dit pre´ce´demment, on va prendre pour le vide |Φ0〉 la solution Hartree-Fock re´sultant
d’un calcul de champ moyen :
HˆHF|Φ0〉 = E0|Φ0〉 (1.93)
ou` Hˆ = Kˆ+UˆHF, UˆHF e´tant la re´duction a` un corps de Vˆ pour |Φ0〉. On re´e´crit l’Hamiltonien
Hˆ(1.92) de la manie`re suivante :
Hˆ = HˆMF + Vˆres (1.94)
= (Kˆ + UˆHF − 〈Φ0|Vˆ |Φ0〉+ ER) + (Vˆ − UˆHF + 〈Φ0|Vˆ |Φ0〉 − ER) (1.95)
= (〈Φ0|Hˆ|Φ0〉+ HˆIQP + ER) + Vˆres (1.96)
ou` l’Hamiltonien de quasiparticules inde´pendantes est de´fini par :
HˆIQP =
∑
i
ξiη
†
i ηi (1.97)
ou` η†i est l’ope´rateur de cre´ation a
†
i pour l’e´tat de particule i (inoccupe´) ou` l’ope´rateur
d’annihilation ai pour l’e´tat de trou (occupe´) et ξi est de´fini comme : ξi = e
i
p ou ξi = −eit ou`
ei e´tant l’e´nergie de l’e´tat a` un corps de particule ou de trou. Le terme ER est l’e´nergie de
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re´arrangement lie´e a` la partie de´pendant de la densite´ de Vˆ .
L’interaction re´siduelle est de´finie alors par :
Vˆres = Vˆ − UˆHF + 〈Φ0|Vˆ |Φ0〉 − ER (1.98)
La constante 〈Φ0|Vˆ |Φ0〉 −ER est ajoute´e et retranche´e dans Hˆ pour assurer que pour |Φ0〉
on ait :
〈Φ0|Hˆ|Φ0〉 = 〈Φ0|HˆMF|Φ0〉 (1.99)
donc
〈Φ0|Vˆres|Φ0〉 = 0 (1.100)
L’e´tat |Φ0〉 posse`de le nombre de particules souhaite´ et peut tenir compte d’un certain
nombre de contraintes (contrainte sur le moment quadrupoˆlaire, octupoˆlaire. . . ), de syme´tries
(syme´trie axiale. . . ) ou de brisure de syme´trie (asyme´trie droite-gauche. . . ). Il correspond
ge´ne´ralement a` l’e´tat sche´matise´ par l’occupation des e´tats individuels de la Figure 1.2 : les
N particules occupent les N/2 e´tats de plus basse e´nergie jusqu’a` un niveau appele´ niveau de
Fermi, que l’on peut situer entre le dernier niveau occupe´ est le premier niveau vide. Il est usuel
d’appeler les e´tats de trous les e´tats en dessous du niveau de Fermi, et e´tats de particules les
e´tats au dessus du niveau de Fermi.
Figure 1.2 – Le vide |Φ0〉
On verra dans ce qui suit que le succe`s que rencontre cette me´thode (temps de calcul, fai-
sabilite´) de´pend crucialement du caracte`re re´aliste de ce vide. En effet, par exemple lorsque la
densite´ de niveaux autour de la surface de Fermi est forte dans certain cas, la convergence du
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processus Hartree-Fock peut eˆtre difficile a` obtenir, on peut alors introduire des corre´lations
d’appariements arbitraires (par exemple en utilisant l’approximation BCS) pour obtenir un
champ moyen converge´ a` partir duquel on extrait le de´terminant de Slater de plus basse e´nergie.
Une telle introduction ne pose pas de proble`me de fond puisqu’elle sert simplement a` initier un
processus auto-cohe´rent qui sera de´fini plus loin.
Ce vide |Φ0〉 ainsi choisi va servir a` la construction d’une base orthonorme´e a` N particules
dans laquelle on va diagonaliser l’Hamiltonien Hˆ. En principe, la base a` N corps est constitue´e
par le de´terminant de Slater qui correspond a` l’e´tat 0h0p et par toutes les excitations de quasi-
particules sur ce vide compatible avec les syme´tries requises :1h1p, 2h2p, 3h3p. . . . L’ensemble
des e´tats |Φi〉 (chaque e´le´ment de la base est appele´ une configuration) forment une base
comple`te orthonorme´e note´e :
|Φn〉 =
np∏
k=1
nh∏
l=1
a†kal|Φ0〉 (1.101)
ou` n est l’ordre d’excitation |npnh〉.
1.4.3 Interaction δ
L’interaction re´siduelle Vˆres ne´glige´e dans l’approximation Hartree-Fock , contient en prin-
cipe toutes les corre´lations. Elle permet en ge´ne´ral et dans la me´thode HTDA d’e´tudier notam-
ment les corre´lations d’appariement [41] et les corre´lations vibrationnelles [6]. Dans ce travail,
nous limitons notre e´tude au traitement HTDA des corre´lations d’appariement. Pour des raisons
pratiques et/ou historiques, la plupart des forces effectives ne sont pas valables a` la fois pour les
canaux particule-trou et particule-particule. En principe elles n’ont pas a` l’eˆtre d’ailleurs. En
effet, la plupart des parame´trisations de Skyrme n’ont pas permis de reproduire les proprie´te´s
de type pp/tt. En revanche, la force de Gogny (pour sa parame´trisation courante actuelle [45])
donne de bons re´sultats dans les deux canaux. S. J. Krieger, P. Bonche, H. Flocard, P. Quentin et
M. S. Weiss[46] ont utilise´ une force de porte´e nulle (interaction delta) dans le cadre des calculs
totalement microscopiques utilisant le formalisme HF+BCS pour l’e´tude des isome`res de forme.
Cette force δ a e´te´ propose´e il y a fort longtemps [47]. Elle correspond approximative-
ment a` la contribution de haute multipoˆlarite´ du de´veloppement multipoˆlaire de l’interaction
re´siduelle. Elle est bien connue pour engendrer de fac¸on re´aliste des corre´lations d’appariements.
Elle est e´galement particulie`rement adapte´e pour le traitement HTDA des corre´lations d’ap-
pariement (voir par exemple [3]). Dans notre travail nous utilisons la force de Skyrme (dans
sa parame´trisation SIII ou SkM*) pour traiter la partie de Hartree-Fock et une force delta
(S=0,T=1) inde´pendante de la densite´ comme interaction re´siduelle.
Cette force delta s’e´crit sous la forme :
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δτ (r1, r2) = δ
τ
0
1− ~σ1~σ2
4
δ(r1 − r2) (1.102)
ou` τ indique les diffe´rents e´tats de charge, δτ0 repre´sente l’intensite´ de la force alors que ~σ1
et ~σ2 sont les matrice de Pauli associe´es aux particules (1) et (2). Pre´cisons maintenant un
caracte`re important de cette force. On peut re´e´crire δτ a` l’aide de l’ope´rateur de spin P
σ qui
s’e´crit en fonction de ~σ1 et ~σ2 :
P σ =
1
2
(1 + ~σ1.~σ2) (1.103)
Il en re´sulte que :
δτ (r1, r2) =
δτ0
2
(1− P σ)δ(r1 − r2) (1.104)
Nous savons que l’interaction δ(r1 − r2) n’agit que dans des e´tats a` deux fermions qui sont
tels que L = 0 (e´tats relatif s). Pour un tel syste`me de deux fermions, le principe de Pauli
stipule que :
(−)L+S+T = −1 (1.105)
ou` L, S et T sont les nombres quantiques relatifs orbitaux, de spin et d’isospin des deux
nucle´ons. La conse´quence est que pour deux nucle´ons de meˆme type (T = 1) comme c’est le
cas ici, les spins doivent eˆtre oppose´s (S = 0).
Avec cette force, le Hamiltonien exact (1.95) est remplace´ par :
Hˆ ′ = HˆHF − 〈Φ0|Vˆ |Φ0〉+ ER + δˆ − δˆHF + 〈Φ0|δˆ|Φ0〉 (1.106)
ce qui revient a` dire que l’interaction re´siduelle est approche´e par :
Vˆres = δˆ − δˆHF + 〈Φ0|δˆ|Φ0〉 (1.107)
ou` δˆHF est la re´duction a` 1 corp de δˆ pour |Φ0〉 et on notera que ER(δˆ) = 0.
1.4.4 Contruction de la base |npnh〉
On va construire la base orthogonale a` N corps dans laquelle on va diagonaliser le Ha-
miltonien a` partir du vide |Φ0〉. Elle est sche´matise´e par la Figure 1.3 ou` les lignes continues
correspondent aux e´tats individuels de Hartree-Fock, les lignes pointille´es aux niveaux de Fermi,
et les cercles (pleins) vides aux e´tats (occupe´s) inoccupe´s. Nous avons impose´ la syme´trie axiale
donc la projection k du moment angulaire total (troisie`me composante du moment angulaire)
est un bon nombre quantique. Les niveaux sont caracte´rise´s par leur e´nergie eiHF ainsi que par
leur nombre quantique ki. Par de´finition les e´tats de trous (note´s ici t) sont les e´tats d’e´nergie
au-dessous du niveau de Fermi (ei < eF ), et les e´tats de particules (note´s par p) se trouvent
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au-dessus du niveau de Fermi(ei > eF ). Dans notre cas l’e´nergie de Fermi eF est arbitrairement
de´finie par la moyenne entre l’e´nergie du dernier e´tat occupe´ et celle du premier e´tat inoccupe´.
Par convention, nous attribuerons une valeur de k positive aux e´tats de particules et de trous
qui se trouvent a` gauche dans les diagrammes et une valeur de k ne´gative a` ceux qui sont situe´s
a` droite. Cette repre´sentation est effectue´e pour un seul type de nucle´ons (neutron ou proton),
il faudrait la doubler en tenant compte des deux types de nucle´ons.
La construction de la base a` N corps, pour un e´tat K donne´ (ici K = 0) de neutrons ou de
protons est le re´sultat d’excitation de type |npnh〉 a` partir d’un de´terminant de Slater solution
de Hartree-Fock . Dans les noyaux pair-pairs, avec un e´tat fondamental K = 0, cette base
contient :
+ le de´terminant de Slater |Φ0〉 correspondant a` un e´tat |0p0h〉 qui est pair par renverse-
ment du sens du temps.
+ les configurations |1p1h〉 caracte´rise´es par l’excitation d’une particule d’un e´tat de trou
kt vers un e´tat de particule kp. Ce type d’excitation n’est possible que si :
K = kp − kt (1.108)
+ les configurations |2p2h〉 re´sultats d’excitations de deux particules des e´tats de trous kt1
et kt2 , vers les e´tats de particules kp1 et kp2. Ces excitations sont permises si :
K = (kp1 + kp2)− (kt1 + kt2) (1.109)
+ . . .
+ de fac¸on ge´ne´rale les configurations |npnh〉 re´sultats d’excitations de n particules des
e´tats de trous kt1, kt2 , . . . , et ktn vers les e´tats de particules kp1, kp2 , . . . , et kpn . Ces excitations
sont permises si :
K =
∑
i=1,n
(kpi − kti) (1.110)
1.4.5 Troncature de la base a` N corps
Les e´tats a` N corps des noyaux pair-pairs de la base ne sont pas en ge´ne´ral des e´tats pairs
pour l’ope´rateur renversement du sens du temps Tˆ . Pour restaurer la syme´trie suivant Tˆ , nous
pouvons par exemple projeter ces configurations sur des e´tats pairs sous Tˆ par la me´thode PAV
pour former une nouvelle base dans laquelle on va diagonaliser le Hamiltonien Hˆ. Les e´tats
projete´s s’e´crivent :
|Φ±i 〉 =
1√
2
[|Φi〉 ± Tˆ |Φi〉] (1.111)
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Figure 1.3 – Quelques exemples d’excitations |npnh〉
En plus, nous savons que :
〈i|j¯〉 = 0 avec |j¯〉 = Tˆ |j〉 (1.112)
ce qui assure que la nouvelle base des e´tats a` N corps est orthogonale :
〈Φ+i |Φ+j 〉 = δij (1.113)
Pour un noyau pair-pair nous n’aurons a` conside´rer que les e´tats pairs sous Tˆ . Certaines confi-
gurations sont paires par renversement du sens du temps dans cette base. Ce sont les transferts
d’une, deux, trois,... paires, e´tats correspondant a` des diffusions de paires de particules appar-
tenant a` deux e´tats de´ge´ne´re´s de Kramers de type trou vers des paires d’orbites de´ge´ne´re´es
de Kramers de type particule (cf. annexe C). Dans le cas de l’e´tat fondamental d’un noyau
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pair-pair, d’apre`s les e´tudes des re´fe´rences [41, 4], la composante la plus importante de l’e´tat
corre´le´ HTDA correspond le plus souvent a` la configuration 0p0h. De fac¸on tre`s cohe´rente
avec la the´orie de BCS, il a aussi e´te´ montre´ que l’essentiel des corre´lations est domine´ par les
corre´lations d’appariement de´crites par ces paires (notamment la diffusion d’une paire). Dans
nos e´tudes, nous ne conside´rons que l’e´tat |Φ0〉 et des e´tats de transfert de paires, ignorant donc
les configurations non syme´triques par renversement du sens du temps pour construire la base
a` N corps. De cette fac¸on, nous aurons directement une base qui est paire par renversement du
sens du temps (cf. annexe C).
Bien que cette base soit de´ja` tronque´e, sa taille est encore tre`s grande. Ceci rend la matrice
du Hamiltonien impossible a` diagonaliser si nous prenions en compte tous les e´tats de parti-
cule et de trou. Nous devons effectuer une autre troncation comme dans le mode`le en couches.
Pour ce faire, on se limite a` conside´rer un espace de valence qui par de´finition correspond a` l’en-
semble des e´tats individuels suppose´s eˆtre importants pour le traitement des corre´lations. Cette
troncature est fixe´e par un parame`tre X(X > 0), qui de´termine que l’on retient tous les e´tats
individuels situe´s autour du niveau de Fermi eF , dans une feneˆtre d’e´nergie [eF −X, eF + X].
Le parame`tre X doit eˆtre compris comme un parame`tre de l’interaction (plus X est grand, plus
l’espace de valence est grand et plus l’e´nergie de corre´lation est grande en valeur absolue) qui
influe sur la valeur re´aliste de l’intensite´ de l’interaction re´siduelle.
Un facteur correctif [41] sur les e´tats individuels a e´te´ ajoute´ pour d’adoucir l’effet brusque
de la coupure sur les e´tats individuels qui se trouvent au voisinage des e´nergies de cut-off
(eF ± X). Il tend vers 0 pour les e´tats individuels situe´s au dela` de la feneˆtre, et il vaut ∼ 1
pour les e´tats qui sont proches du niveau de Fermi. Il est de´fini par :
f 2i =
1 + e
−X
µ
1 + e
|ei
HF
−eF |−X
µ
(1.114)
ou` µ repre´sente la largeur de la fonction fi (de valeur positive). Les e´le´ments de matrice
d’interaction sont multiplie´s par ce facteur de coupure :
〈ij|Vˆ |k˜l〉′ = fifjfkfl〈ij|Vˆ |k˜l〉 (1.115)
1.4.6 Calcul des e´le´ments de matrice
La base e´tant construite, il nous reste a` calculer les e´le´ments de matrice du Hamiltonien Hˆ
dans cette base :
Hˆij = 〈Φi|Hˆ|Φj〉 =
(
〈Φ0|Hˆ|Φ0〉+ E(i)p−h
)
δij + 〈Φi|Vˆres|Φj〉 (1.116)
ou`
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E
(i)
p−h =
∑
p
eip −
∑
h
eih (1.117)
est l’e´nergie d’excitation particule-trou de l’e´tat a` N corps |Φi〉 (qui est un e´tat propre de
HˆHF) par rapport au de´terminant de Slater de plus basse e´nergie |Φ0〉. Cette e´nergie contri-
bue seulement dans les e´le´ments diagonaux. Ceci nous ame`ne donc a` calculer les e´le´ments de
matrice :
〈Φi|Θˆ|Φj〉 (1.118)
avec un ope´rateur Θˆ qui est a` un ou a` deux corps. Ce calcul joue un roˆle important dans
le formalisme de la me´thode HTDA. Il s’applique dans les calculs des e´le´ments de matrice de
l’interaction re´siduelle, de la matrice densite´ ρ, des quantite´s physiques de´crites par des obser-
vables a` un corps telles que le rayon de charge ou la de´formation quadrupoˆlaire d’un e´tat corre´le´
HTDA . . . Ces e´le´ments de matrice sont calcule´s au moyen d’une ge´ne´ralisation du the´ore`me de
Wick faible [53].
1.4.7 Me´thode du vide relatif
Dans la premie`re version des calculs HTDA [41], on a exprime´ les e´tats |Φi〉 en fonction des
ope´rateurs de cre´ation et d’annihilation agissant sur le vide |Φ0〉. Ceci conduit a` des formules
tre`s longues, peu ge´ne´rales et difficiles a` utiliser. Pour e´tendre l’usage de cette approche aux
noyaux pair-impairs ou impairs-impairs, dans la re´fe´rence [4] on a utilise´ une me´thode consis-
tant a` utiliser un vide relatif. Nous allons re´sumer les points importants de cette me´thode.
L’e´tat fondamental Hartree-Fock du syste`me |Φ0〉 est le quasi-vide. Des de´terminants de
Slater |A〉, |B〉 (qui sont des configurations |Φi〉) seront construits a` partir du vide |Φ0〉 par
des excitations particule-trou. Pour calculer l’e´le´ment de matrice d’un ope´rateur entre deux
de´terminants de Slater |A〉 et |B〉 , on prend |A〉 comme ce vide relatif et on exprime |B〉 en
fonction de |A〉.
+ Pour le recouvrement :
- Si |B〉 = |A〉
〈A|A〉 = 1 (1.119)
- Si |B〉 diffe`re de |A〉
〈A|B〉 = 0 (1.120)
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+ Pour un ope´rateur a` un corps :
Θ =
∑
ij
〈i|θ|j〉a†iaj (1.121)
- Si |B〉 = |A〉
〈A|Θ |A〉 =
∑
ij
〈i| θ |j〉 〈A| a†iaj |A〉 =
∑
ij
〈i| θ |j〉 δtAij
=
tA∑
i
〈i| θ |i〉 (1.122)
La notation tA indique la somme finale porte sur tous les e´tats occupe´s par rapport a` |Φ0〉
du vide relatif |A〉. L’ensemble des e´tats occupe´s de |A〉 est obtenu a` partir de celui du vide
|Φ0〉(tΦ0) ∑tA
=
∑tΦ0 −∑tΦ0 (A) +∑pΦ0 (A) (1.123)
ou` tΦ0(A) et pΦ0(A) sont les e´tats de trous et de particules de l’e´tat |A〉 par rapport au
vide |Φ0〉, donc
〈A|Θ|A〉 =
[ t∑
i
−
t(A)∑
i
+
p(A)∑
i
]
〈i|θ|i〉 (1.124)
- Si |B〉 = a†y′ay|A〉
〈A|Θ|B〉 =
∑
ij
〈i|θ|j〉〈A|a†iaja†y′ay|A〉 =
∑
ij
〈i|θ|j〉δtAiy δpAjy′
= 〈y|θ|y′〉 (1.125)
- Si |B〉 diffe`re de |A〉 par plus d’un nucle´on, on aura :
〈A|Θ|B〉 = 0 (1.126)
+ Pour un ope´rateur a` deux corps
Θ =
1
4
∑
ijkl
θ˜ijkla
†
ia
†
jalak (1.127)
ou` θ˜ijkl de´note l’e´le´ment de matrice antisyme´trise´ de Θ.
- Si |B〉 = |A〉 :
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〈A|Θ|B〉 = 1
4
∑
ijkl
θ˜ijkl〈A|a†ia†jalak|A〉 =
1
4
∑
ijkl
θ˜ijkl(δ
tA
ik δ
tA
jl − δtAil δtAjk )
=
1
2
∑
ij
tA
θ˜ijij =
1
2
∑
i
tA∑
j
tA
θ˜ijij (1.128)
- Si |B〉 = a†y′ay|A〉 :
〈A|Θ|B〉 = 1
4
∑
ijkl
θ˜ijkl〈A|a†ia†jalak|A〉
=
1
4
∑
ijkl
θ˜ijkl[δ
tA
iy (δ
tA
jl δ
pA
ky′ − δtAjk δpAly′ ) + δtAjy (δtAik δpAly′ − δtAil δpAky′)]
=
tA∑
i
θ˜iyiy′ (1.129)
- Si |B〉 = a†y′a†z′ayaz|A〉 :
〈A|Θ|B〉 = 1
4
∑
ijkl
θ˜ijkl〈A|a†ia†jalaka†y′a†z′ayaz|A〉
= θ˜yzz′y′ (1.130)
- Si |B〉 diffe`re de |A〉 par plus de deux nucle´ons, on aura :
〈A|Θ|B〉 = 0 (1.131)
Les e´le´ments diagonaux
Dans ce cas, |Φi〉 ≡ |Φj〉 et l’e´quation (1.116) devient :
〈Φi|Hˆ|Φi〉 = 〈Φ0|Hˆ|Φ0〉+ E(i)p−h + 〈Φi|Vˆres|Φi〉 (1.132)
d’apre`s l’e´quation (1.122) et (1.128) on a :
〈Φi|Vˆres|Φi〉 = 1
2
[
t(Φi)∑
kl
+
p(Φi)∑
kl
−2
t(Φi)∑
k
p(Φi)∑
l
]〈kl|Vˆ |k˜l〉 (1.133)
ou` les sommations
∑t(Φi)
k et
∑p(Φi)
k portent sur tous les e´tats de trous et de particules de
|Φi〉 par rapport a` |Φ0〉 respectivement. Dans le cas |Φi〉 ≡ |Φ0〉, en utilisant (1.100) on obtient
les e´le´ments de matrice diagonaux de Hˆ dans l’e´tat |Φ0〉 :
H00 = 〈Φ0|HˆHF|Φ0〉 (1.134)
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Donc nous obtenons une formule ge´ne´rale pour Hˆ dans n’importe quel l’e´tat |Φi〉 :
Hii = H00 + E
(i)
p−h +
1
2
[
t(Φi)∑
kl
+
p(Φi)∑
kl
−2
t(Φi)∑
k
p(Φi)∑
l
]〈kl|Vˆ |k˜l〉 (1.135)
Les e´le´ments de matrice non-diagonaux
L’interaction re´siduelle e´tant consitue´e d’ope´rateurs a` un et deux corps, les e´le´ments de
matrice Hij sont nuls si |Φi〉 diffe´re de |Φj〉 par plus de deux nucle´ons. En conse´quence, nous
ne conside´rons que les deux cas suivants :
+ Si |Φi〉 diffe`re de |Φj〉 par un nucle´on : |Φj〉 = εa†y′ay|Φi〉. (dans ce qui suit, nous
conside´rons arbitrairement mais pour simplifier l’e´criture des e´quations que la phase ε est
e´gale a` +1). L’e´le´ment de matrice de UˆHF est e´gal :
〈Φi|UˆHF|Φj〉 = 〈y|uˆHF|y′〉 =
t∑
k
〈ky|vˆ|k˜y′〉 (1.136)
Quant a` l’ope´rateur a` deux corps Vˆ , on utilise l’e´quation (1.129) :
〈Φi|Vˆ |Φj〉 = [
t∑
k
+
p(Φi)∑
k
−
t(Φi)∑
k
]〈ky|vˆ|k˜y′〉 (1.137)
En combinant les deux e´quations (1.136) et (1.137) nous trouvons les e´le´ments de matrice
non-diagonaux :
Hij = 〈Φi|Vˆres|Φj〉 = [
p(Φi)∑
k
−
t(Φi)∑
k
]〈ky|vˆ|k˜y′〉 (1.138)
+ Si |Φi〉 diffe`re de |Φj〉 par deux nucle´ons : |Φj〉 = a†y′a†z′ayaz|Φi〉. Dans ce cas, on utilise
l’e´quation (1.126)
〈Φi|UˆHF|Φj〉 = 0 (1.139)
et l’e´quation (1.130)
〈Φi|vˆ|Φj〉 = 〈yz|vˆ|z˜′y′〉 (1.140)
L’e´le´ment de matrice H
(1)
ij s’e´crit donc dans ce cas :
Hij = 〈Φi|Vˆres|Φj〉 = 〈yz|vˆ|z˜′y′〉 (1.141)
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1.4.8 Diagonalisation
Re´soudre l’e´quation de Schro¨dinger dans la base a` N corps nous conduit a` diagonaliser un
Hamiltonien hermitique Hˆ ′ :
Hˆ ′ = HˆIQP + Vˆres (1.142)
ou` la matrice de l’ope´rateur Hˆ ′ dans cette base :
H ′ij = 〈Φi|Hˆ ′|Φj〉 = E(i)p−h + 〈Φi|Vˆres|Φj〉 (1.143)
est syme´trique et s’e´crit sous la forme donne´e dans la Figure 1.4.
Figure 1.4 – Matrice de diagonalisation
La me´thode de diagonalisation traditionnelle du Hamiltonien de Hartree-Fock a` chaque
ite´ration (recherche de tous les vecteurs propres et les valeurs propres associe´es) dans le cal-
cul Hartree-Fock est inadapte´e parce que la taille de la base a` diagonaliser est beaucoup trop
grande. En plus, nous ne sommes pas inte´resse´s par tout le spectre, mais seulement par les
e´tats propres les plus bas en e´nergie. Nous utilisons donc un outil couramment employe´ dans
les calculs de mode`le en couches qui est l’algorithme de Lanczo¨s (ici avec un code de´veloppe´
par B. N. Parlett et D. S. Scott [48]).
L’e´tat propre HTDA le plus bas en e´nergie est l’e´tat fondamental corre´le´ |Ψ〉, qui est une
combinaison line´aire des de´terminants de Slater (ayant un bon nombre de particules). Il se
de´compose sur la base orthonorme´e d’e´tats a` N corps :
|Ψ〉 = χ0|Φ0〉+
∑
1p1h
χ1|Φ1〉+
∑
2h2p
χ2|Φ2〉+ . . . (1.144)
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Le carre´ des cœfficients re´els χi repre´sente la probabilite´ que le syste`me se trouve dans l’e´tat
a` N particules |Φi〉, avec la condition qui assure la normalisation de l’e´tat corre´le´ |Ψ〉, soit :
∑
i
χ2i = 1 (1.145)
L’orthonormalite´ de la base a` N corps et la condition (1.145) conduit a` ce que :
〈Ψ|Nˆ |Ψ〉 = N (1.146)
Comme les configurations ne sont pas des e´tats de bonne parite´, la fonction d’onde corre´le´e
|Ψ〉 n’a pas une parite´ bien de´termine´e.
L’e´nergie totale EHTDA du syste`me est par de´finition la valeur moyenne de Hˆ pour l’e´tat
corre´le´ |Ψ〉 :
〈Ψ|Hˆ|Ψ〉 = EHTDA (1.147)
L’e´nergie de corre´lation Ecorr est par de´finition la diffe´rence de la valeur moyenne du Ha-
miltonien Hˆ pour l’e´tat corre´le´ (EHTDA) et sa valeur moyenne dans le vide |Φ0〉 est :
Ecorr = EHTDA − 〈Φ0|Hˆ|Φ0〉 (1.148)
1.4.9 Mesure de la diffusivite´ de la surface de Fermi
Pour mesurer le degre´ de corre´lation du syste`me, on pourrait songer a` utiliser l’e´nergie de
corre´lation. Cependant, compte tenu du caracte`re non auto-cohe´rent de l’interaction effective
employe´e (Skyrme ou delta suivant le canal ph ou pp/hh), ceci n’aurait aucun sens physique. Il
est utile de de´finir une quantite´ qui peut caracte´riser plus valablement ce degre´ de corre´lation,
c’est la somme S :
S = Tr(ρ1/2(1− ρ)1/2) =
∑
i
uivi (1.149)
ou` ui et vi repre´sentent respectivement les amplitudes de probabilite´ d’occupation et d’in-
occupation d’un e´tat a` une particule qui jouent le meˆme roˆle que les quantite´s ui et vi des
approches usuelles de type BCS comme (1.87). Ces parame`tres sont de´finis a` partir de la ma-
trice densite´ re´duite ρˆ dans la base canonique (ou` celle-ci est diagonale) par :
vi =
√
ρii ui =
√
1− v2i (1.150)
En l’absence de corre´lations, v2i est e´gal soit a` 0, soit a` 1. La somme S y est donc nulle. Plus
cette quantite´ est grande, plus les corre´lations du syste`me sont fortes.
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1.4.10 Calcul auto-cohe´rent
On peut rendre l’approche HTDA auto-cohe´rente (mais non variationnelle) de fac¸on ana-
logue a` ce qui est fait dans le traitement des corre´lations d’appariement de l’approximation
BCS. Le processus correspondant est illustre´e dans la Figure 1.5. Un calcul champ moyen
Hartree-Fock auto-cohe´rent ou un calcul de HF+BCS nous fournit un champ moyen et donc
un de´terminant de Slater |Φ(0)0 〉, qui est l’e´tat de re´fe´rence. Appliquant la me´thode HTDA nous
obtenons l’e´tat fondamental corre´le´ |Ψ〉 d’e´nergie E. Cette fonction d’onde permet de calcu-
ler la densite´ re´duite a` un corps ρˆ dont les e´le´ments de matrice sont de´finis dans la base de
Hartree-Fock par :
ρij = 〈i|ρˆ|j〉 = 〈Ψ|a†jai|Ψ〉 (1.151)
Cette densite´ ρˆ ainsi calcule´e est convolue´e avec le potentiel effectif pour construire un
nouveau champ moyen. La diagonalisation du Hamiltonien de champ moyen nous fournit un
nouveau vide |Φ0〉, a` partir duquel on construit une nouvelle base d’e´tats a` N corps. On va
appliquer la me´thode HTDA sur cette base pour obtenir une nouvelle fonction d’onde corre´le´e
|Ψ〉. Cette fonction d’onde |Ψ〉 est utilise´e pour recalculer une nouvelle matrice densite´ ρˆ via
(1.151) et ainsi de suite jusqu’a` convergence du processus. La condition de convergence porte sur
la diffe´rence pour E,Q20 et Q40 entre les deux dernie`res ite´rations qui doit eˆtre infe´rieure a` une
certaine limite, par exemple a` 10−6MeV, 10−2b et 10−2b2 respectivement. A l’issue d’un calcul
auto-cohe´rent, nous aurons ainsi incorpore´ dans le champ moyen tous les effets des corre´lations
du syste`me sur les proprie´te´s a` un corps.
Figure 1.5 – Calcul HTDA auto-cohe´rent
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Me´lange de configuration
2.1 Introduction
Dans le cadre de l’approximation de Hartree-Fock, nous avons exploite´ le sous-ensemble de
l’espace de Hilbert des de´terminants de Slater. La forme simple des fonctions d’essai ne tient
compte en effet que des corre´lations lie´es au principe de Pauli. Elle brise souvent les syme´tries
du Hamiltonien effectif du syste`me. Dans notre travail la syme´trie de parite´ est parfois brise´e
par les de´terminants de Slater conside´re´s. Pour inclure les corre´lations d’appariement dans le
cadre de la me´thode HTDA, la fonction d’onde corre´le´e |Ψ〉 est de´finie par un me´lange de
de´terminants de Slater. Il est clair qu’en ge´ne´ral cette nouvelle fonction d’onde va briser la
syme´trie conside´re´e quand elle est la somme d’e´tats non syme´triques . Cette syme´trie peut eˆtre
restaure´e par la projection de la fonction d’onde |Ψ〉 sur un sous-espace ou` cette syme´trie est
conserve´e. Cette restauration est ne´cessaire pour deux raisons. Tout d’abord, l’e´tat intrinse`que
|Ψ〉 dans le repe`re attache´ aux axes principaux du noyau n’est pas en ge´ne´ral un e´tat physique.
En plus, un tel de´faut entraˆıne une erreur importante qui peut eˆtre de l’ordre de quelques
MeV (ainsi qu’on le verra plus loin dans notre cas) sur la variation de l’e´nergie du noyau en
fonction des variables collectives. La technique de restauration utilise´e nous a conduit a` calculer
des e´le´ments de matrice entre deux de´terminants de Slater diffe´rents : 〈Φ|Θˆ|Ψ〉. L’approche de
Lo¨wdin nous permet de calculer de tels types d’e´le´ments de matrice.
2.2 The´ore`me de Lo¨wdin
Le the´ore`me de Lo¨wdin est en fait la ge´ne´ralisation du the´ore`me de Wick. Il permet de
calculer les e´le´ments de matrice entre deux de´terminants de Slater quelconques |Φ〉 et |Ψ〉,
notamment en introduisant le concept de matrice densite´ mixte. Comme on le sait la matrice
densite´ re´duite a` 1 corps associe´e a` un seul de´terminant de Slater permet de de´crire le syste`me
a` l’appoximation Hartree-Fock . En 1955 [49], Lo¨wdin a propose´ de de´crire un syste`me de
fac¸on plus ge´ne´rale en de´finissant une se´rie de matrices densite´s mixtes associe´es a` un couple
quelconque de fonctions d’onde totales du syste`me. Dans le cas simple ou` les fonctions d’onde
totales sont approche´es par des de´terminants de Slater, les matrices densite´s mixtes d’ordre
N de cette se´rie peuvent eˆtre de´veloppe´es en fonction de matrices d’ordre 1 (qui constituent,
comme on va le voir, les matrices densite´s mixtes re´duites a` 1 corps). Ce travail a e´te´ ge´ne´ralise´
par R. Balian et E. Brezin [51] dans le cas ou` |Φ〉 et |Ψ〉 sont des vides de quasi-particules de
Bogoliubov.
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2.2.1 Me´thode des mineurs
Conside´rons une quantite´ physique associe´e a` un syste`me de N particules et repre´sente´e
par un ope´rateur hermitique Θop (une observable) a` plusieurs corps dont chaque terme est
invariant sous une permutation quelconque des indices des particules interagissantes. Supposons
donc qu’il s’e´crive comme une somme de termes faisant intervenir de fac¸on syme´trique et
inde´pendante des indices les quantite´s dynamiques d’une particule ou d’un couple de particules
ou d’un triplet de particules, . . . :
Θop = Θ(0) +
N∑
i
θi +
1
2!
N∑
i 6=j=1
θij +
1
3!
N∑
i 6=j 6=k=1
θijk + . . . (2.1)
Soient maintenant deux de´terminants de Slater Φ et Ψ note´s de fac¸on abre´ge´e par :
Φ = (N !)−
1
2 det{φ1, φ2, . . . , φN}
Ψ = (N !)−
1
2 det{ψ1, ψ2, . . . , ψN}
(2.2)
Ces de´terminants de Slater sont construits respectivement a` partir de deux jeux se´pare´ment
orthonorme´s d’e´tats {φ1, φ2, . . . , φN} et {ψ1, ψ2, . . . , ψN} (〈φi|φj〉 = δij, 〈ψi|ψj〉 = δij). Ces jeux
ne sont pas ne´cessairement orthonorme´s entre eux, donc pour chaque couple (φk, ψl), le produit
scalaire dkl = 〈φk|ψl〉 peut eˆtre diffe´rent de ze´ro pour k 6= l. Le recouvrement entre les deux
de´terminants de Slater est de´fini par :
〈Φ|Ψ〉 = N !〈Φ0|Aˆ†Aˆ|Ψ0〉 (2.3)
ou` |Φ0〉, |Ψ0〉 de´notent les e´tats non antisyme´trise´s correspondants et ou` Aˆ est l’ope´rateur
d’antisyme´trisation de´fini par Aˆ = 1
N !
∑
P
(−)pPˆ ou` la somme porte sur les N ! permutations
de N indices dont la signature est note´e par (−)p. En utilisant l’hermiticite´ et l’idempotence
de l’ope´rateur Aˆ nous obtenons :
〈Φ|Ψ〉 = N !〈Φ0|Aˆ|Ψ0〉 =
∑
P
(−)p〈Φ0|Pˆ |Ψ0〉 =
∑
P
(−)p
N∏
k
〈φk|ψP (k)〉 (2.4)
On reconnaˆıt ici une forme comple`tement antisyme´trique du produit de deux jeux de N
quantite´s {〈φk|} et {|ψl〉}. C’est donc le de´terminant de la matrice d = (dkl)N×N , soit pour
pre´senter nos notations
〈Φ|Ψ〉 = det(d) = DΦΨ (2.5)
La valeur non ne´cessairement nulle de DΦΨ illustre la  non-orthogonalite´  a priori de ces
deux de´terminants de Slater. On note les mineurs d’ordres 1, 2, 3, . . . a` partir ce de´terminant
par :
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DΦΨ(k|l), DΦΨ(k1k2|l1l2), DΦΨ(k1k2k3|l1l2l3), . . . . (2.6)
On rappelle que les mineurs d’une matrice sont de´finis comme e´tant des de´terminants de
sous-matrices particulie`res. Par exemple, pour la matrice carre´e d = (dkl)N×N de taille N , on
appelle mineur d’ordre p (1 ≤ p < N) le de´terminant d’une sous-matrice carre´e de taille N − p
obtenue en supprimant p lignes et p colonnes de la matrice d. Chaque mineur est de´fini avec
un facteur de phase re´el (donc un signe + ou -) dont le produit avec le mineur conside´re´ est
appele´ co-facteur. Par exemple, le mineur d’ordre 1 note´ DΦΨ(k|l)(cf. Figure 2.1) est obtenu en
enlevant la ligne nume´ro k et la colonne nume´ro l. Il est associe´ avec un facteur e´gal a` (−1)k+l.
Dans le cas d’ordre 2 note´ DΦΨ(k1k2|l1l2) ce facteur est (−1)k1+k2+l1+l2 ou` (k1, k2) et (l1, l2) sont
les lignes et les colonnes enleve´es respectivement.
Figure 2.1 – Mineur d’ordre un DΦΨ(k|l)
Dans le cas tre`s particulier ou` on conside`re le mineur d’ordre N d’une matrice de taille N
nous utilisons la convention suivante : ce mineur est e´gal au produit des signatures des permuta-
tions qui font passer dans chacun des deux ensembles d’indices pre´sents dansDΦΨ(k1, . . . kN |l1, . . . lN),
i.e pour les ki et les li, de l’ordre lexicographique a` l’ordre conside´re´. Par exemple pour N = 2,
le mineur DΦΨ(1, 2|1, 2) = 1 et le mineur DΦΨ(2, 1|1, 2) = −1, etc.
Lo¨wdin [49] a montre´ que les e´le´ments de matrice entre deux de´terminants de Slater peuvent
s’e´crire :
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〈Φ|Θop|Ψ〉 = Θ(0)DΦΨ +
∑
k 6=l
(−)k+l〈k|θ1|l〉DΦΨ(k|l)
+
1
2!
∑
k1 6=k2
l1 6=l2
(−)k1+k2+l1+l2〈k1k2|θ12|l1l2〉DΦΨ(k1k2|l1l2)
+
1
3!
∑
k1 6=k2 6=k3
l1 6=l2 6=l3
(−)k1+k2+k3+l1+l2+l3〈k1k2k3|θ123|l1l2l3〉DΦΨ(k1k2k3|l1l2l3)
+ . . . , (2.7)
avec
〈k|θ1|l〉 =
∫
φ∗k(x1)θ1ψl(x1)dx1
〈k1k2|θ12|l1l2〉 =
∫
φ∗k1(x1)φ
∗
k2(x1)θ12ψl1(x1)ψl2(x2)dx1dx2, (2.8)
Il est important de noter qu’ici la notation 〈k1k2|θ12|l1l2〉 correspond a` l’e´le´ment de matrice
non-antisyme´trise´.
2.2.2 Matrice densite´ mixte
De´finition
Les de´terminants de Slater (2.2) sont invariants a` une phase pre`s sous une transformation
unitaire pour les seuls e´tats occupe´s (ce ne serait pas vrai pour des transformations unitaires
arbitraires). Conside´rons deux telles transformations unitaires a et b dont l’effet sur les fonctions
d’onde individuelles occupe´es s’e´crit comme :
|φ¯k〉 =
N∑
α=1
|φα〉aαk, et |ψ¯l〉 =
N∑
β=1
|ψβ〉bβl (2.9)
Les de´terminants de Slater |Φ¯〉 et |Ψ¯〉 construits a` partir des e´tats a` 1 corps re´sultant de ces
transformations sont :
〈{rα}|Φ¯〉 = ηa〈{rα}|Φ〉, et 〈{rβ}|Ψ¯〉 = ηb〈{rβ}|Ψ〉 (2.10)
On a donc D¯ΦΨ = ηaηbDΦΨ ou` ηa et ηb sont des nombres complexes de norme 1 (donc de la
forme eiϕa , eiϕb). Les e´le´ments des matrices d¯ et d¯−1 re´sultant de ces transformations s’e´crivent
donc :
d¯kl =
∑
αβ
(a−1)kαdαβbβl, (d¯−1)kl =
∑
α′β′
(b−1)kβ′(d−1)β′α′(a)α′l (2.11)
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Supposons que DΦΨ 6= 0 et donc D¯ΦΨ aussi. Les matrices d et d¯ sont inversibles et (d−1)lk =
(−)k+lDΦΨ(k|l)
DΦΨ
. La matrice densite´ mixte (2.9) est de´finie par :
ρ˜(x2,x1) =
∑
kl
φ∗k(x1)ψl(x2)(d
−1)lk (2.12)
Elle est invariante sous des transformations unitaires des φk et/ou des ψl. En effet, en
utitilisant les e´quations (2.9) et (2.11) on a :
˜¯ρ(x2,x1) =
∑
kl
φ¯∗k(x1)ψ¯l(x2)(d¯
−1)lk
=
∑
klαα′ββ′
φ∗α(x1)ψβ(x2)a
∗
αkbβlaα′k(b
−1)lβ′(d−1)β′α′ (2.13)
mais
∑
k
a∗αkaα′k =
∑
l
aα′ka
−1
kα = δαα′ (a est unitaire) (2.14)
∑
l
bβlb
−1
lβ′ = δββ′ (2.15)
donc
˜¯ρ(x2,x1) =
∑
αβ
φ∗α(x1)ψβ(x2)(d
−1)βα = ρ˜(x1,x2) (2.16)
Comme la matrice d est inversible, on peut de´finir un ensemble de nouvelles fonctions d’onde
|ψ′k〉 de´fini par :
|ψ′k〉 =
∑
l
|ψl〉(d−1)lk (2.17)
qui forment une nouvelle base {ψ′k} qui est orthonormale avec {φi}. En effet,
〈φi|ψ′k〉 =
∑
l
〈φi|ψl〉(d−1)lk =
∑
l
dil(−)k+lDΦΨ(k|l)
DΦΨ
= δik (2.18)
On peut alors re´e´crire la densite´ mixte (2.12) sous une autre forme :
ρ˜(x2,x1) =
∑
k
φ∗k(x1)ψ
′
k(x2) (2.19)
qui est un e´le´ment de matrice en repre´sentation position de l’ope´rateur densite´ mixte :
ˆ˜ρ =
N∑
k
|ψ′k〉〈φk| (2.20)
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Les proprie´te´s de la densite´ mixte
Le concept de matrice densite´ mixte qui conduit a` une ge´ne´ralisation du the´ore`me de Wick
va eˆtre utilise´ ici pour restaurer les syme´tries brise´es par le champ moyen. Son ope´rateur a`
un corps associe´ n’est pas hermitique en ge´ne´ral. Il ve´rifie des relations analogues a` celles de
l’ope´rateur densite´ a` un corps associe´ a` un de´terminant de Slater (1.20), c’est-a`-dire :
+ La valeur de sa trace dans le sous-espace des e´tats occupe´s de |Φ〉 est e´gale a` N :
Trˆ˜ρ =
N∑
i
〈φi| ˆ˜ρ|φi〉 =
N∑
i
〈φi|ψ′k〉〈φk|φi〉 =
N∑
i
δikδki = N (2.21)
+ Il est idempotent :
ˆ˜ρ2 = (
N∑
k
|ψ′k〉〈φk|)(
N∑
l
|ψ′l〉〈φl|) =
N∑
k
|ψ′k〉〈φk| = ˆ˜ρ (2.22)
+ La non hermiticite´ de ˆ˜ρ conduit en ge´ne´ral a` une fonction densite´ mixte ρ˜(x2,x1) complexe.
+ La densite´ mixte brise e´videmment les syme´tries spatiales brise´es par |φ〉 et/ou |ψ〉. Ceci
conduit a` ce qu’un hamiltonien re´duit de´fini avec cette densite´ va e´galement briser ces syme´tries.
2.3 Application du the´ore`me de Lo¨wdin
La formule (2.7) permet de calculer les e´le´ments de matrice d’un ope´rateur Θˆ a` 1 et 2 corps
entre deux de´terminants de Slater quelconques. Dans notre cas une ge´ne´ralisation de la me´thode
du vide relatif de´finie dans la re´fe´rence [4] est ne´cessaire. Elle sera utilise´e, comme on le verra,
pour calculer les e´le´ments de matrice de cet ope´rateur Θˆ entre deux de´terminants de Slater
|A〉, |B˜〉 ou` |B˜〉 est de´fini a` partir d’un de´terminant de Slater |B〉 par |B˜〉 = Πˆ|B〉, Πˆ e´tant
l’ope´rateur de parite´. A cet effet, nous allons introduire le concept de bases bi-orthogonales qui
nous sera utile non seulement pour calculer les e´le´ments de matrice mais aussi pour de´finir,
dans le prochain chapitre le ”champ moyen mixte”.
2.3.1 Bases bi-orthogonales
Conside´rons deux de´terminants de Slater :
A = (N !)−
1
2 det{φ1, φ2, . . . , φN}
B˜ = (N !)−
1
2 det{ψ1, ψ2, . . . , ψN}
(2.23)
qui sont construits chacun a` partir de deux bases de fonctions d’onde individuelles ortho-
norme´es :
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{φ1, φ2, . . . , φN} avec 〈φi|φj〉 = δij (2.24)
{ψ1, ψ2, . . . , ψN} avec 〈ψi|ψj〉 = δij (2.25)
avec
|ψi〉 = pˆi|φi〉 (2.26)
ou` pˆi est l’ope´rateur de parite´ dans le sous espace a` 1 corps de l’espace de Fock. Les e´tats des
deux bases ne sont pas en ge´ne´ral orthonormaux entre eux. Le couple de de´terminants (2.23)
est un cas particulier de (2.2). Nous allons construire un de´terminant de Slater normalise´ B′
dont les e´tats occupe´s de |ψ′i〉 sont de´finis par la transformation line´aire :
|ψ′i〉 =
∑
j
|ψj〉(d−1)ji (2.27)
ou` la somme porte sur tous les e´tats occupe´s |ψj〉 de |B〉.
Comme on a vu les e´tats |ψ′i〉 forment un jeu d’e´tats qui est orthogonal avec celui de´fini par
les e´tats |φi〉 :
〈φi|ψ′j〉 = 〈φj|ψ′i〉 = δij (2.28)
avec en outre
〈ψ′i|ψ′j〉 = δij (2.29)
Les bases {ψ′i} et {φi} forment un couple de bases bi-orthogonales. On notera que :
〈ψi|ψ′j〉 6= δij (2.30)
On appellera det{ψ′i} la quantite´ 〈{rα}|B′〉(N !)
1
2 et on adoptera une de´finition similaire
pour det{ψi}. Puisque |B′〉 = (d−1)T|B〉 (ou` le suffixe T indique la transposition) on aura
det{ψ′i} = (detd)−1det{ψi} =
det{ψi}
〈A|B˜〉
(2.31)
Il en re´sulte que
|B′〉 = |B˜〉
〈A|B˜〉
(2.32)
et donc
〈A|Θ|B˜〉 = 〈A|Θ|B′〉〈A|B˜〉 (2.33)
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Cette approche n’est valable que si si la matrice d est inversible c’est-a`-dire si DAB˜ 6= 0.
Dans ce qui suit, nous conside´rons ”le cas limite” ou` toutes les fonctions d’ondes individuelles
|φi〉 ont une parite´ de´termine´e pii (c’est-a`-dire quand q3 = 0). Dans ce cas limite on obtient :
dkl = pikδkl (2.34)
et
|ψ′i〉 =
N∑
j
|ψj〉(d−1)ji =
N∑
j
(pij|φj〉)(pijδji) = |φi〉 (2.35)
ce qui nous permet de retrouver pour ρ˜(x2,x1) la matrice densite´ usuelle (1.20) :
ρ(x2,x1) =
N∑
k
φ∗k(x1)φk(x2) (2.36)
et de fac¸on correspondante pour ˆ˜ρ l’ope´rateur de matrice densite´ usuelle ρˆ (1.21) :
ρˆ =
N∑
k
|φk〉〈φk| (2.37)
2.3.2 Ge´ne´ralisation de la me´thode du vide relatif
Pour calculer les e´le´ments de matrice 〈A|Θˆ|B˜〉, la me´thode du vide relatif de´finie dans la
re´fe´rence [4] sera ge´ne´ralise´e en utilisant les me´thodes pre´sente´s sur la Figure 2.2 suivant la
valeur du recouvrement DAB˜ = 〈A|B˜〉. Dans ce qui suit nous supposerons que la de´formation
octupoˆlaire est toujours diffe´rente de ze´ro (le calcul dans le cas limite est en effet bien connu).
Figure 2.2 – Sche´ma illustrant nos calculs d’e´le´ments de matrice
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Recouvrement 〈A|B˜〉
+ Si |B〉 = |A〉
En utilisant la formule (2.7), on obtient :
〈A|A˜〉 = DAA˜ = detd (2.38)
Comme la syme´trie axiale et l’invariance par renversement du sens du temps sont impose´es,
la matrice d est diagonale par blocs (cf. annexe C). On appelle d(Ωi) la sous-matrice repre´sente´e
par le bloc Ωi(i > 0) et DΩi son de´terminant. Le recouvrement 〈A|A˜〉 est e´gal a` :
DAA˜ = (
∏
i
DΩi)
2
(2.39)
Dans le cas limite on retrouve l’e´quation (1.119). Il est clair que le recouvrement DAA˜ doit
tendre vers 0 quand q3 augmente. Cependant il garde une valeur finie a` grande valeur de q3.
Nous avons trouve´, par exemple, que pour le noyau 222Ra a` moment quadrupoˆlaire axial q2 fixe´
et pour une valeur tre`s grande de q3 (q3 ∼ 2.104fm3), DAA˜ est tre`s petit mais reste diffe´rent de
ze´ro. Ceci assure que la matrice d demeure dans ce cas inversible.
+ Si |B〉 = a†y′ay|A〉
Le recouvrement :
〈A|B˜〉 = 〈A|Πˆa†y′ay|A〉 (2.40)
n’est diffe´rent de ze´ro que si Ωy′ = Ωy. En effet, supposons comme c’est le cas conside´re´
ici que |A〉 soit un e´tat propre de l’ope´rateur Jˆz de valeur propre Ω0 et que les e´tats y et y′
conside´re´s soient e´galement des e´tats propres de Jˆz (de valeurs propres Ωy, Ω
′
y). On en de´duit :
∀y′; Jˆza†y′|A〉 = (Ω0 + Ωy′)a†y′ |A〉 (2.41)
∀y; Jˆzay|A〉 = (Ω0 − Ωy)ay|A〉 (2.42)
∀y, y′; Jˆza†y′ay|A〉 = (Ω0 + Ωy′ − Ωy)a†y′ay|A〉 (2.43)
Puisque [Jˆz, Πˆ] = 0 on a :
Jˆz|B˜〉 = ΠˆJˆz|B〉
= (Ω0 + Ωy′ − Ωy)|B˜〉 (2.44)
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Les e´tats |A〉 et |B˜〉 sont donc e´tats propres de Jˆz avec les valeurs propres Ω0 et Ω0 +Ωy′−Ωy
respectivement. Le recouvrement de ces deux e´tats n’est donc diffe´rent de ze´ro que si :
Ωy′ = Ωy (2.45)
Cette condition (2.45) permet au recouvrement entre deux e´tats A et B˜ d’eˆtre diffe´rent de
ze´ro puisque les sous-matrices de leurs e´tats occupe´s (cf. Figure 2.3) ont la meˆme taille. Dans le
cas contraire (cf. Figure 2.4 ) ce recouvrement est nul. La condition (2.45) assure que la matrice
d ou` dij = 〈φi|ψj〉 (|φi〉 ∈ |A〉, |ψj〉 ∈ |B˜〉) est inversible. Dans le cas limite, graˆce a` l’orthogo-
nalite´ des fonctions d’onde individuelles on peut facilement retrouver l’e´quation (1.120).
Figure 2.3 – Recouvrement 〈A|B˜〉 6= 0 ou` |B〉 = a†y′ay|A〉
Figure 2.4 – Recouvrement 〈A|B˜〉 = 0 ou` |B〉 = a†y′ay|A〉
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+ |B〉 = a†y′a†z′ayaz|A〉
En utilisant la meˆme me´thode que ci-dessus on peut montrer que ce recouvrement ne peut
eˆtre diffe´rent de ze´ro si (cf. Figure 2.5) :
Figure 2.5 – Recouvrement 〈A|B˜〉 6= 0 ou` |B〉 = a†y′a†z′ayaz|A〉
{
Ωy = Ωy′
Ωz = Ωz′
ou

Ωy 6= Ωy′
Ωz 6= Ωz′
Ωy = Ωz′
Ωz = Ωy′
(2.46)
Ope´rateur a` 1 corps
On de´finit un ope´rateur a` 1 corps par :
Θ =
∑
i
θi (2.47)
La matrice d e´tant inversible nous avons graˆce a` l’e´quation (2.33) :
〈A|Θ|A˜〉 = 〈A|Θ|A′〉〈A|A˜〉 (2.48)
Les e´le´ments de matrice entre |A〉 et |A′〉 sont calcule´s par la me´thode des mineurs (2.7) :
〈A|Θ|A′〉 =
∑
ij
(−)i+j〈φi|θ|ψ′j〉D′(i|j) (2.49)
ou` la somme sur i et j porte sur les e´tats occupe´s de A et A′ et ou` D′(i|j) est le mineur
d’ordre 1 de la matrice d′. Mais puisque
d′ij = 〈φi|ψ′j〉 = δij (2.50)
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la matrice d′ n’est rien d’autre que la matrice identite´. On a en particulier D′(i|j) = δij. En
conse´quence,
〈A|Θ|A′〉 =
∑
i
tAA′ 〈φi|θ|ψ′i〉 (2.51)
La notation
∑
i
tAA′ signifie que la sommation porte sur tous les e´tats occupe´s de |A〉 ou
de |A′〉. Puisque tous les e´tats occupe´s de |A〉 d’indice i ont pour correspondant dans |A′〉 les
e´tats de´duit des premiers par l’ope´rateur parite´ on notera dans la suite tAA′ ≡ tA.
Finalement :
〈A|Θ|A˜〉 =
[∑
i
tA〈φi|θ|ψ′i〉
]
〈A|A˜〉 (2.52)
Dans le cas limite ou` (pour un noyau pair-pair pair par renversement du sens du temps ou
Tˆ -pair) :
|A˜〉 = |A〉 avec |ψj〉 = pij|φj〉, dij = pijδij (2.53)
L’e´quation (2.27)
〈A|Θ|A˜〉 =
[∑
i
tA∑
j
tA〈φi|θ|ψj〉(d−1)ji
]
〈A|A˜〉
combine´e avec l’e´quation (2.53), conduit au re´sultat usuel (1.122) :
〈A|Θ|A〉 =
∑
i
tA〈φi|θ|φi〉 (2.54)
+ Pour |B〉 = a†y′ay|A〉
Deux cas sont possibles.
Tout d’abord quand Ωy = Ωy′ : on a vu qu’en ge´ne´ral DAB˜ 6= 0. La matrice d est inversible
ce qui nous permet d’e´crire :
〈A|Θ|B˜〉 = 〈A|Θ|B′〉〈A|B˜〉 (2.55)
De´finissant maintenant la matrice d′ et ses diffe´rents sous-blocs d′(Ωi) a` partir du recouvre-
ment des e´tats individuels de A et B˜ on a essentiellement le meˆme re´sultat que pre´ce´dement,
c’est-a`-dire :
〈A|Θ|B˜〉 =
[∑
i
tAB′ 〈φi|θ|ψ′i〉
]
〈A|B˜〉 (2.56)
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Dans le cas limite, DAB˜ = 0. L’e´quation (2.56) n’est plus valide puisque la matrice d n’est
plus inversible. Nous utiliserons donc directement l’e´quation (2.7) :
〈A|Θ|B˜〉 =
∑
ij
(−)i+j〈φi|θ|ψj〉D(i|j) (2.57)
ou` la somme porte sur tous les e´tats occupe´s de A et B˜ (ou B).
Ce cas est assez comparable au cas ou` Ωy 6= Ωy′ que nous allons e´tudier en de´tail maintenant.
La matrice d n’est pas ici diagonale par blocs. Par exemple dans l’exemple pre´sente´ sur la Figure
2.6, supposons que |A〉 contienne n = 10 e´tats propres de jˆz (4 pour Ωα, 3 pour Ωβ, 3 pour Ωγ).
Les |ψi〉 correspondant sont des e´tats propres de jˆz avec les meˆmes valeurs propres. Supposons
que |B〉 = a†11a2|A〉 ou` |φ2〉 et |φ11〉 sont des e´tats propres de jˆz ayant des valeurs propres
respectivement Ωα et Ωγ.
Figure 2.6 – Matrice d non− diagonale
On voit facilement qu’il n’y a qu’un seul mineur non nul, soit D(2|11) obtenu en supprimant
la ligne φ2 et la colonne ψ11. Il est e´gal au de´terminant d’une matrice diagonale par bloc :
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D(2|11) =
∣∣∣∣∣∣∣∣∣∣∣∣∣∣∣∣∣∣∣∣∣∣
Ωα Ωα Ωα Ωβ Ωβ Ωβ Ωγ Ωγ Ωγ
ψ1 ψ3 ψ4 ψ5 ψ6 ψ7 ψ8 ψ9 ψ10
Ωα φ1 d1,1 d1,3 d1,4 0 0 0 0 0 0
Ωα φ3 d3,1 d3,3 d3,4 0 0 0 0 0 0
Ωα φ4 d4,1 d4,3 d4,4 0 0 0 0 0 0
Ωβ φ5 0 0 0 d5,5 d5,6 d5,7 0 0 0
Ωβ φ6 0 0 0 d6,5 d6,6 d6,7 0 0 0
Ωβ φ7 0 0 0 d7,5 d7,6 d7,7 0 0 0
Ωγ φ8 0 0 0 0 0 0 d8,8 d8,9 d8,10
Ωγ φ9 0 0 0 0 0 0 d9,8 d9,9 d9,10
Ωγ φ10 0 0 0 0 0 0 d10,8 d10,9 d10,10
∣∣∣∣∣∣∣∣∣∣∣∣∣∣∣∣∣∣∣∣∣∣
(2.58)
En fait ceci n’est la repre´sentation de la matrice d de´finie en (2.5) qu’a` un facteur (−)y+n
pre`s duˆ au re´arrangement des ope´rateurs de fermions dans le bon ordre. Donc on trouve (prenant
en compte le facteur de phase pre´ce´dent) :
〈A|Θ|B˜〉 = 〈φy|θ|ψy′〉D(y|y′) (2.59)
Dans le cas limite on trouve le re´sultat attendu pour un ope´rateur commutant avec Πˆ et un
noyau pair-pair Tˆ -pair
〈A|Θ|B˜〉 = piy〈φy|θ|φy′〉 (2.60)
En effet D(y|y′) correspond a` une matrice diagonale aij = δijpii dont le de´terminant est clai-
rement
n−1∏
i=1
pii c’est-a`-dire piApiy (mais piA = piB = +1 pour un noyau pair-pair dont la solution
est paire par renversement du sens du temps).
Supposons l’ope´rateur Θˆ scalaire, ce qui implique en particulier que [Θˆ, Jˆz] = 0. Puisque
|A〉 et |B˜〉 sont e´tats propres de Jˆz ceci implique dans tous les cas ou` Ωy′ 6= Ωy que les e´le´ments
de matrice 〈A|Θˆ|B˜〉 sont nuls. Cette remarque pourra eˆtre applique´e a` d’autres e´le´ments de
matrice e´tudie´s dans ce qui suit.
+ Pour |B〉 = a†y′a†z′ayaz|A〉
Etudions d’abord les cas ou` DAB˜ 6= 0 (Ωy = Ωy′ et Ωz = Ωz′)
La matrice d e´tant inversible, on obtient le re´sultat (2.56) :
〈A|Θ|B˜〉 =
[∑
i
tAB′ 〈φi|θ|ψ′i〉
]
〈A|B˜〉 (2.61)
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Dans le cas ou` DAB˜ = 0 (tel que Ωy = Ωy′ et Ωz 6= Ωz′), la matrice d n’est pas inversible et
on applique directement l’e´quation (2.7) :
〈A|Θ|B˜〉 =
∑
ij
(−)i+j〈φi|θ|ψj〉D(i|j) (2.62)
ou` la somme porte sur tous les e´tats occupe´s de A et B˜ (ou B). On constate qu’il n’y a
qu’un mineur D(i|j) diffe´rent de ze´ro obtenu quand on supprime le couple {|φz〉, |ψz′〉}. Il en
re´sulte que
〈A|Θ|B˜〉 = ϕ(−)z+z′〈φz|θ|ψz′〉D(z|z′) (2.63)
ou` ϕ est un facteur de phase correspondant a` la signature de la permutation qui fait passer
de l’ordre des e´tats a` 1 corps dans le de´terminant de Slater |B〉 de´fini par |B〉 = a†y′a†z′ayaz|A〉
a` celui retenu dans le calcul effectif de la matrice d.
Pour ne pas alourdir le texte par une pre´sentation de´taille´e de l’ordre retenu des e´tats a` 1
corps dans nos de´terminants de Slater, ici et dans ce qui suit nous ne donnerons pas l’expression
explicite de ϕ. Dans le cas limite le de´terminant de la sous-matrice d(Ωy) = 0. On retrouve
donc le re´sultat e´vident (1.126) :
〈A|Θ|B˜〉 = 0 (2.64)
Enfin conside´rons le cas DAB˜ = 0 (correspondant a` Ωy 6= Ωy′ et Ωz 6= Ωz′). Dans ce cas, il
est clair qu’aucun mineur n’est non nul (meˆme les mineurs D(z|z′) ou D(y|y′)). Donc :
〈A|Θ|B˜〉 = 0 (2.65)
Ope´rateur a` deux corps
On de´finit un ope´rateur a` deux corps par :
Θ =
1
2
N∑
i 6=j=1
θij (2.66)
+ Pour 〈A|Θ|A˜〉
〈A|Θ|A˜〉 = 〈A|Θ|A′〉〈A|A˜〉 (2.67)
La matrice d est inversible donc on peut utiliser l’e´quation (2.7) :
〈A|Θ|A′〉 = 1
2
AA′∑
ijkl
(−)i+j+k+l〈φiφj|θ|ψ′kψ′l〉D′(ij|kl) (2.68)
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ou` la somme sur i et j porte sur les e´tats occupe´s de A et celle sur k et l sur les e´tats
occupe´s de A′ avec D′(ij|kl) mineur d’ordre 2 de la matrice d′ qui n’est autre que la matrice
identite´ :
d′ij = 〈φi|ψ′j〉 = δij (2.69)
Puisque D′AA′ = 〈A|A′〉 = 1 (donc non nul), nous pouvons utiliser l’e´quation (51) de la
re´fe´rence [49] pour exprimer un mineur d’ordre 2 de cette matrice sous forme d’un de´terminant
de mineurs d’ordre 1 :
(−)i+j+k+lD′(ij|kl) = D′−1AA′
∣∣∣∣ D′AA′(i|k) D′AA′(i|l)D′AA′(j|k) D′AA′(j|l)
∣∣∣∣ (2.70)
d’ou`
D′(ij|kl) =
∣∣∣∣ (d′−1)ki (d′−1)li(d′−1)kj (d′−1)lj
∣∣∣∣ = ∣∣∣∣ δik δilδjk δjl
∣∣∣∣ (2.71)
donc
〈A|Θ|A′〉 = 1
2
AA′∑
ijkl
〈φiφj|θ|ψ′kψ′l〉(δikδjl − δilδjk)
=
1
2
∑
ij
tA〈φiφj|θ|ψ˜′iψ′j〉 (2.72)
ou` 〈αβ|θ|γ˜δ〉 = 〈αβ|θ|γδ〉 − 〈αβ|θ|δγ〉 (e´le´ment de matrice antisyme´trise´) et ou`
tA∑
a la
meˆme signification que pour l’e´quation (2.52). Finalement :
〈A|Θ|A˜〉 =
[
1
2
∑
ij
tA〈φiφj|θ|ψ˜′iψ′j〉
]
〈A|A˜〉 (2.73)
Il est clair que dans le cas limite on retrouve le re´sultat usuel (1.128).
+ Pour |B〉 = a†y′ay|A〉
Etudions tout d’abord le cas ou` DAB˜ 6= 0 (Ωy = Ωy′). La matrice d est inversible, utilisant
l’e´quation (2.7), on a
〈A|Θ|B′〉 = 1
2
AB′∑
ijkl
(−)i+j+k+l〈φiφj|θ|ψ′kψ′l〉D′(ij|kl) (2.74)
Il est clair que le fait d’enlever l’e´tat occupe´ y et d’ajouter l’e´tat y′ ne change pas la taille
des blocs. On peut donc utiliser (2.70) ce qui conduit a`
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〈A|Θ|B˜〉 =
[
1
2
∑
ij
tAB′ 〈φiφj|θ|ψ˜′iψ′j〉
]
〈A|B˜〉 (2.75)
Conside´rons ensuite le cas ou` DAB˜ = 0 (Ωy 6= Ωy′). La matrice est singulie`re. On applique
directement l’e´quation (2.7)
〈A|Θ|B˜〉 = 1
2
∑
ijkl
(−)i+j+k+l〈φiφj|θ|ψkψl〉D(ij|kl) (2.76)
Dans ce cas, seulement quatre types de mineurs sont diffe´rents de ze´ros et e´gaux entre eux.
Ceci permet de re´e´crire l’e´quation (2.76) comme :
〈A|Θ|B˜〉 = 1
2
∑
ik
(−)i+y+k+y′〈φiφy|θ|ψkψy′〉D(iy|ky′)− 1
2
∑
il
(−)i+y+y′+l〈φiφy|θ|ψy′ψl〉D(iy|y′l)
−1
2
∑
jk
(−)y+j+k+y′〈φyφj|θ|ψkψy′〉D(yj|ky′) + 1
2
∑
jl
(−)y+j+y′+l〈φyφj|θ|ψy′ψl〉D(yj|y′l)
Utilisant la proprie´te´ ge´ne´rale de tout e´le´ment de matrice a` 2 corps θiyky′ = θyiy′k nous
obtenons donc :
〈A|Θ|B˜〉 = ϕ
∑
ik
tA
(−)i+y+k+y′〈φiφy|θ|ψ˜kψy′〉D(iy|ky′) (2.77)
ou` ϕ est un facteur de phase introduit pre´ce´demment. Dans le cas limite, puisque :
D(iy|ky′) = pikpiy′δik (2.78)
nous retrouvons le meˆme re´sultat que (1.129) :
〈A|Θ|B〉 =
∑
i
tA
piipiy′〈φiφy|θ|φ˜iφy′〉 (2.79)
+ Pour |B〉 = a†y′a†z′ayaz|A〉
Conside´rons d’abord les cas ou` DAB˜ 6= 0 (Ωy = Ωy′ et Ωz = Ωz′). Sous cette condition la
matrice d est inversible donc :
〈A|Θ|B˜〉 = 〈A|Θ|B′〉〈A|B˜〉 (2.80)
A l’aide de l’e´quation (2.7) il est e´vident que le fait d’enlever les e´tats occupe´s y, z et
d’ajouter les e´tats y′, z′ ne change pas la taille des blocs. La validite´ de la relation (2.71)
conduit a`
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〈A|Θ|B˜〉 =
[
1
2
∑
ij
tAB′ 〈φiφj|θ|ψ˜′iψ′j〉
]
〈A|B˜〉 (2.81)
Conside´rons ensuite le cas ou` DAB˜ = 0 (Ωy 6= Ωy′ et Ωz = Ωz′). La matrice d e´tant singulie`re
nous utilisons la formule (2.7) :
〈A|Θ|B˜〉 = 1
2
AB˜∑
ijkl
(−)i+j+k+l〈φiφj|θ|ψkψl〉D(ij|kl) (2.82)
Ce cas ressemble au cas pre´ce´dent (e´quation (2.77)) car le fait d’enlever l’e´tat z et d’ajouter
l’e´tat z′ ne change pas la taille du bloc correpondant. Donc nous obtenons facilement :
〈A|Θ|B˜〉 = ϕ
∑
ik
tA
(−)i+y+k+y′〈φiφy|θ|ψ˜kψy′〉D(iy|ky′) (2.83)
Dans le cas limite le mineur D(iy|ky′) n’est diffe´rent de ze´ro que si i = z et k = z′. On
retrouve donc le re´sultat usuel :
〈A|Θ|B〉 = piz′piy′〈φzφy|θ|φ˜z′φy′〉 (2.84)
Conside´rons maintenant le cas ou` DAB˜ = 0 (Ωy 6= Ωy′ et Ωz 6= Ωz′). La matrice d n’e´tant
pas inversible, on utilise l’e´quation (2.7) :
〈A|Θ|B˜〉 = 1
2
AB˜∑
ijkl
(−)i+j+k+l〈φiφj|θ|ψkψl〉D(ij|kl) (2.85)
Seulement quatre types de mineur sont diffe´rents de ze´ro et e´gaux entre eux
D(yz|y′z′) = D(yz|z′y′) = D(zy|y′z′) = D(zy|z′y′) (2.86)
donc
〈A|Θ|B˜〉 =
[
ϕ(−)y+z+y′+z′〈φyφz|θ|ψ˜z′ψy′〉
]
D(yz|z′y′) (2.87)
Dans le cas limite, on retrouve le meˆme re´sultat que celui l’e´quation (1.130).
Quelques premie`res applications
Soit ˆ˜ρ00 l’ope´rateur matrice densite´ mixte a` 1 corps de´fini par :
ˆ˜ρ00 =
∑
i
|ψ′i〉〈φi| (|φi〉 ∈ |Φ0〉 et |ψ′i〉 ∈ |Φ′0〉) (2.88)
Nous allons calculer les e´le´ments de matrice 〈Φ0| ˆ˜ρ00|Φ˜0〉 et 〈Φ˜0| ˆ˜ρ00|Φ0〉 . En utilisant la
formule (2.52) on obtient :
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〈Φ0| ˆ˜ρ00|Φ˜0〉 = 〈Φ0| ˆ˜ρ00|Φ′0〉〈Φ0|Φ˜0〉 =
∑
i
tΦ0 〈φi|ψ′i〉〈φi|ψ′i〉〈Φ0|Φ˜0〉
=
∑
i
tΦ0
δiiδii〈Φ0|Φ˜0〉 = N〈Φ0|Φ˜0〉 (2.89)
et
〈Φ˜0| ˆ˜ρ00|Φ0〉 = 〈Φ′0| ˆ˜ρ00|Φ0〉〈Φ˜0|Φ0〉 =
∑
i
tΦ0 〈ψ′i|ψ′i〉〈φi|φi〉〈Φ˜0|Φ0〉
=
∑
i
tΦ0
δiiδii〈Φ˜0|Φ0〉 = N〈Φ˜0|Φ0〉 (2.90)
On en de´duit donc :
〈Φ0| ˆ˜ρ00|Φ˜0〉
〈Φ0|Φ˜0〉
=
〈Φ˜0| ˆ˜ρ00|Φ0〉
〈Φ˜0|Φ0〉
= N (2.91)
Ce re´sultat constitue une ge´ne´ralisation de ce que fournirait le the´ore`me usuel de Wick.
2.4 Matrice densite´ mixte en coordonne´es spatiales
Il faut rappeler que la base a` N corps ne contient que l’e´tat |Φ0〉 et les e´tats de tranfert de
paires. Tous ces e´tats sont pairs par renversement du sens du temps. Dans le cas ou` la syme´trie
axiale est impose´e, la de´finition de la matrice densite´ mixte entre ces configurations (2.12) est
valable si la matrice d est inversible c’est-a`-dire si DAB˜ 6= 0. Pour avoir DAB˜ 6= 0 la condition
(2.46) doit eˆtre satisfaite. Conside´rons des e´tats |A〉 et |B˜〉 qui posse`dent la syme´trie axiale
par rapport a` l’axe Oz, qui sont invariants par renversement du sens du temps et qui satisfont
a` la condition (2.46). Nous choisirons alors des bases {φk} et {ψk} compose´es d’e´tats propres
de la troisie`me composante du moment angulaire et de la troisie`me composante de l’isospin.
Des valeurs propres Ωk positives de´finiront des e´tats qu’on appelera ”positifs” et des valeurs Ωk
ne´gatives correspondront a` des e´tats qui sont les renverse´s du temps des pre´ce´dents a` une phase
pre`s. On notera par
∑
k>0 une somme sur les indices appartenant au sous ensemble positif par
opposition a`
∑
k qui indique une somme sur tous les e´tats de la base. Nous omettrons l’indice
de l’isospin τ puisque les densite´s ont un isospin bien de´termine´ (soit neutron soit proton). La
densite´ mixte (2.12) s’e´crit alors dans la repre´sentation de position r et de spin σ :
ρ˜(rσ, r′σ′) =
∑
k∈|A〉
l∈|B˜〉
φ∗k(r
′σ′)ψl(rσ)(d˜−1)kl (2.92)
et la densite´ diagonale en position et scalaire en spin est de´finie par :
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ρ˜(r) =
∑
σ
ρ˜(rσ, rσ)
=
∑
σ
∑
k∈A
l∈B˜
φ∗k(r, σ)ψl(r, σ)(d˜
−1)kl (2.93)
Graˆce au fait que |A〉 et |B˜〉 sont invariants par renversement du sens du temps (cf. annexe
C) on peut de´finir la matrice d de dimension N (ou` N est le nombre des e´tats dans A ou B˜)
a` partir d’une matrice E de dimension N/2×N/2
d =
(
E 0
0 E∗
)
(2.94)
ou` E∗ est la matrice conjuge´e de E, donc
ρ˜(r) = 2
∑
σ
∑
k∈A
Ωk>0
∑
l∈B˜
Ωl=Ωk
φ∗k(r, σ)ψl(r, σ)(E˜
−1)kl (2.95)
De´composons les fonctions d’ondes individuelles sur la base d’oscillateur harmonique a`
syme´trie axiale qu’on notera dore´navant B.O.H.S.A. (cf. annexe A) en utilisant les formules
(A.15) et (A.17) on obtient (la de´composition de ces e´tats est a` coefficients re´els) :
ρ˜(r) =
2
pi
β2⊥βz
∑
Σ=± 1
2
∑
nznrΛ
∑
n′zn′rΛ′
∑
k∈A
Ωk>0
∑
l∈B˜
Ωl=Ωk
(E˜−1)klC
(k)
α C
(l)
α′ e
−(ξ2+η)ηΛNnzNn′zN
Λ
nrN
Λ′
n′r
×Hnz(ξ)Hn′z(ξ)LΛnr(η)LΛ
′
n′r(η)δΛΛ′(−)n
′
z+Λ
′
(2.96)
avec η et ξ sont les variables sans dimensions appele´es les coordonne´es e´tire´es
η = zβz, ξ = r
2β2⊥ (2.97)
ou` βz et β⊥ sont les constantes d’ocillateur lie´s aux fre´quences d’ocillateur ωz et ω⊥ (cf.
annexe A) via les relations :
βz =
√
mωz
~
, β⊥ =
√
mω⊥
~
(2.98)
Nous de´finissons :
ρ˜αα′ ≡ 2
∑
k∈A
Ωk>0
∑
l∈B˜
Ωl=Ωk
C(k)α C
(l)
α′ (E˜
−1)kl (2.99)
avec
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|α〉 = |nz, nr,Λ,Σ〉 et |α′〉 = |n′z, n′r,Λ,Σ〉 (2.100)
Finalement, on a :
ρ˜(r) = c
∑
nznrΛΣ
∑
n′zn′rΛΣ
ρ˜αα′η
ΛNnzNn′zN
Λ
nrN
Λ
n′rHnz(ξ)Hn′z(ξ)L
Λ
nr(η)L
Λ
n′r(η)(−)n
′
z+Λ (2.101)
ou` c =
1
pi
βzβ
2
⊥e
−(ξ2+η). Dans le cas limite, cf. l’annexe C on a :
ρ˜αα′
q3→0
= 2
∑
k∈A
Ωk>0
∑
l∈A˜
Ωl=Ωk
C(k)α pilC
(l)
α′ (pikδkl) = 2
∑
k∈A
Ωk>0
C(k)α C
(k)
α′
Ceci conduit a` la densite´ normale de´finie dans la re´fe´rence [8].
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Chapitre 3
Restauration de la syme´trie de parite´
3.1 Introduction
La syme´trie brise´e dans le champ moyen peut eˆtre restaure´e par deux me´thodes de projec-
tion. L’une appele´e me´thode de variation apre`s projection (VAP) est un processus variationnel
auto-cohe´rent avec un ensemble de fonctions d’essai posse´dant la bonne syme´trie. Le seconde
utilise l’e´tat intrise`que obtenu par minimisation de l’e´nergie intrinse`que avec une contrainte
de de´formation (calcule´e dans une approche de champ moyen) pour des e´tats qui n’ont pas
la bonne syme´trie. Cette me´thode est appele´e projection apre`s variation (PAV). Elle n’est pas
auto-cohe´rente mais est plus facile a` mettre en œuvre que la pre´ce´dente (VAP). C’est cette
me´thode (PAV) qui nous utiliserons a` la suite d’un calcul HTDA.
Donc nous projetons la fonction d’onde |Ψ〉 obtenue par la me´thode HTDA sur des e´tats de
bonne parite´ :
|Ψp〉 = NPˆp|Ψ〉, p = ±1 (3.1)
avec :
Pˆp =
1
2
(1 + pΠˆ) (3.2)
et ou` la constante N est de´termine´e par la condition 〈Ψp|Ψp〉 = 1 soit
N =
√
2√
〈Ψ|Ψ〉+ p〈Ψ|Πˆ|Ψ〉
(3.3)
L’ope´rateur Πˆ est l’ope´rateur de parite´ qui est une involution, c’est-a`-dire qu’il est unitaire
et hermitique. Il en re´sulte que Pˆ est un projecteur :
Pˆ †p = Pˆp, Pˆ
2
p = Pˆp (3.4)
L’e´nergie projete´e est calcule´e par :
Ep = 〈Ψp|Hˆ|Ψp〉 (3.5)
Ceci nous conduit a` devoir calculer les e´le´ments de matrice de type 〈Ψ|Hˆ|Ψ〉 et 〈Ψ|Hˆ|Ψ˜〉
ou` |Ψ˜〉 = Πˆ|Ψ〉 ainsi que 〈Ψ|Ψ〉 et 〈Ψ|Ψ˜〉 pour N .
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Le Hamiltonien de´compose´ de la fac¸on de´crite dans l’e´quation (1.106) n’est pas utilisable.
En effet, le champ UˆHF y est la re´duction a` 1 corps de Vˆ pour |Φ0〉 alors que dans notre cas
l’e´quivalent des contractions implique un bra diffe´rent du ket. Nous allons donc effectuer une
autre de´composition du Hamiltonien.
Soit Vˆ une interaction effective de Skyrme, le Hamiltonien (1.6) peut eˆtre de´compose´ de la
manie`re suivante :
Hˆ =
(
Kˆ + Uˆm − 〈Φ0|Vˆ |Φ˜0〉〈Φ0|Φ˜0〉
+ ER
)
+
(
Vˆ − Uˆm + 〈Φ0|Vˆ |Φ˜0〉〈Φ0|Φ˜0〉
− ER
)
= HˆMF + Vˆres (3.6)
ou` le potentiel mixte a` un corps Uˆm est la re´duction a` un corps de Vˆ pour ˆ˜ρ00 de´finie par
l’e´quation (2.88). Le terme ER est un terme de re´arrangement lie´ a` la partie de´pendant de la
densite´ de Vˆ . Donc les e´le´ments de matrice pour des e´tats a` un corps quelconques |φi〉 et |ψ′j〉
des bases bi-orthogonales sont :
〈φi|uˆm|ψ′j〉 =
∑
k,l
tΦ0 〈φk| ˆ˜ρ00 |ψ′l〉〈φiφl|Vˆ |ψ˜′jψ′k〉 (3.7)
ou` la somme sur k et l porte sur les e´tats occupe´s de |Φ0〉. La matrice ˆ˜ρ00 est diagonale dans
cette base
〈φk| ˆ˜ρ00|ψ′l〉 =
∑
i
〈φk|ψ′i〉〈φi|ψ′l〉 = δkl (3.8)
Ceci conduit a`
〈φi|uˆm|ψ′j〉 =
∑
k,l
tΦ0
δkl〈φiφl|Vˆ |ψ˜′jψ′k〉 =
∑
k
tΦ0 〈φiφk|Vˆ |ψ˜′jψ′k〉 (3.9)
expression qui est tre`s similaire avec celle obtenue pour le potentiel a` 1 corps UˆHF de´fini par
l’e´quation (1.29).
Le terme
〈Φ0|Vˆ |Φ˜0〉
〈Φ0|Φ˜0〉
− ER est ajoute´ pour assurer que :
〈Φ0|Hˆ|Φ˜0〉 = 〈Φ0|HˆMF|Φ˜0〉 (3.10)
donc
〈Φ0|Vˆres|Φ˜0〉
〈Φ0|Φ˜0〉
= 0 (3.11)
Dans le cas limite, on a
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ˆ˜ρ00 = ρˆ et Uˆm = UˆHF (3.12)
ce qui conduit a` retrouver le Hamiltonien (1.95) a` partir du Hamiltonien (3.6).
Dans le calcul pratique nous avons remplace´ l’interaction effective Vˆ par une interaction δˆ
dans l’expression de Vˆres des e´quations (3.6) et (3.9), c’est-a`-dire que l’interaction re´siduelle est
approche´e par :
Vˆres ≈ δˆ − δˆm + 〈Φ0|δˆ|Φ˜0〉〈Φ0|Φ˜0〉
(3.13)
ou` ER(δˆ) = 0.
Le Hamiltonien Hˆ devient donc
Hˆ ≈
(
Kˆ + Uˆm − 〈Φ0|Vˆ |Φ˜0〉〈Φ0|Φ˜0〉
+ ER
)
+
(
δˆ − δˆm + 〈Φ0|δˆ|Φ˜0〉〈Φ0|Φ˜0〉
)
(3.14)
La force effective de Skyrme Vˆ de´pend phe´nome´nologiquement de la densite´ ρ(r) au travers
du terme en t3 de la formule (1.39). Cette densite´ obtenue par un calcul de type champ moyen
Hartree-Fock brise dans le cas e´tudie´ la syme´trie de re´flexion droite-gauche. Il en re´sulte que
Uˆm n’est pas syme´trique par rapport a` la parite´ intrinse`que. De plus, ˆ˜ρ00 ne commute pas avec
l’ope´rateur de parite´. Ceci conduit au fait que le potentiel δˆm brise aussi cette syme´trie meˆme
si [δˆ, Πˆ] = 0. Donc :
[Hˆ, Πˆ] 6= 0 (3.15)
Il est donc un peu contradictoire de vouloir restaurer la parite´ pour les solutions d’un
hamiltonien qui brise la parite´ ! Par ailleurs sur un plan plus pratique, l’e´nergie de projection
s’e´crit
Ep = 〈Ψp|Hˆ|Ψp〉
=
〈Ψ|Hˆ|Ψ〉+ p〈Ψ|Hˆ|Ψ˜〉+ p〈Ψ˜|Hˆ|Ψ〉+ 〈Ψ˜|Hˆ|Ψ˜〉
2(1 + p〈Ψ|Ψ˜〉) (3.16)
Et donc a` cause de l’asyme´trie par parite´ de Hˆ, nous devrions calculer quatre termes au
nume´rateur de l’e´quation (3.16). A cela on peut ajouter que le terme d’e´change de Coulomb
dans le champ Uˆm de´pend de la densite´ ˆ˜ρ00 avec une puissance non entie`re (1/3). Or ˆ˜ρ00(r) peut
prendre des valeurs ne´gatives. Donc cette partie de Uˆm ne sera pas de´finie dans ce cas. Ces deux
difficulte´s sont propres a` tous les calculs qui utilisent la the´orie de la fonctionnelle de la densite´
(DFT) de´duite par exemple de l’interaction de Skyrme. Ceci va nous conduire a` restaurer la
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syme´trie de parite´ dans un mode`le simplifie´, qui met en œuvre un hamiltonien conservant la
parite´.
3.2 Mode`le simplifie´
Dans ce mode`le nous allons porter notre effort de simplification sur deux points : la fonction
d’onde |Ψ〉 et le Hamiltonien (3.14). La fonction d’onde obtenue par notre calcul HTDA non
auto-cohe´rent ne contient que le fondamental |Φ0〉 et les transferts d’une paire de (k, k¯) a` (k′, k¯′).
Ces derniers e´tats |Φ2〉 appartiennent a` deux types d’e´tats pre´sente´s sur la Figure 3.1 suivant
que les valeurs |Ωk| et |Ωk′| sont identiques ou non.
|Φ2〉 = a†k′a†k¯′akak¯|Φ0〉 (3.17)
Figure 3.1 – Deux types de diffusion d’une paire |Φ2〉
la fonction d’onde totale du syste`me est donc re´e´crite comme :
|Ψ〉 = χ0|Φ0〉+
N−1∑
k
χ
(k)
2 |Φ(k)2 〉 (3.18)
Soit une interaction nucle´on-nucle´on effective phe´nome´nologique de Skyrme Vˆ et un champ
moyen Uˆ quelconque, le hamiltonien total du syste`me Hˆ peut se de´composer d’une part en un
champ moyen HˆMF = Kˆ + Uˆ et d’autre part en une interaction re´siduelle Vˆres = Vˆ − Uˆ .
Hˆ = (Kˆ + Uˆ) + (Vˆ − Uˆ) = HˆMF + Vˆres (3.19)
Il est e´vident que nous pouvons ajouter et supprimer de fac¸on  arbitraire  le potentiel
Uˆ qui est par exemple une re´duction a` un corps de Vˆ pour une matrice densite´ a` de´finir.
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Comme la plupart des forces effectives de Skyrme utilise´es dans des calculs Hartree-Fock ne
sont pas capables de reproduire les bonnes proprie´te´s dans les canaux particule-particule trou-
trou ainsi qu’il a e´te´ de´ja` remarque´, nous utiliserons une force δˆ pour de´finir approximativement
l’interaction re´siduelle :
Vˆres ≈ δˆ − δˆred (3.20)
ou` δˆred est la re´duction a` un corps de δˆ pour (en principe) la meˆme matrice densite´ a` de´finir
que pre´ce´demment.
Nous voulons insister ici sur l’utilisation que nous de´cidons d’effectuer ici de l’arbitraire
de la de´composition pre´ce´dente. Quand nous calculerons des e´le´ments de matrice diagonaux
(entre deux de´terminants de Slater identiques) nous utiliserons dans ce qui pre´ce`de la matrice
densite´ ”intrinse`que” c’est-a`-dire de la solution |Φ0〉 conside´re´e. Quand nous aurons a` calculer
des e´le´ments de matrice non diagonaux, en principe, nous utiliserons pour de´finir HˆMF et Vˆres la
matrice densite´ re´duite mixte correspondant aux deux de´terminants de Slater conside´re´s telle
que elle est discute´e dans la sous-section 2.2.2.
Tout d’abord pour de´finir HˆMF nous avons conside´re´ le Hamiltonien a` 1 corps Hˆ1 obtenu
a` partir d’une solution d’un calcul Skyrme-Hartree-Fock plus BCS auto-cohe´rent converge´. On
note cette solution |Φ0(q2, q3)〉 qui correspond aux valeurs q2 et q3 des moments quadrupoˆlaires
et octupoˆlaires axiaux. Ce potentiel contient : un terme cine´tique avec masse effective, un terme
central, un terme de spin-orbite et le terme de Coulomb (direct exact et e´change a` l’approxi-
mation de Slater). Ce choix correspond a` une approximation par rapport a` la de´composition
de´crite pre´ce´demment de Hˆ en un terme a` 1 corps HˆMF et une interaction re´siduelle Vˆres dans le
cas d’e´le´ments de matrice non diagonaux du Hamiltonien. En effet il consiste a` remplacer dans
le seul terme Hˆ1 la densite´ mixte par la densite´ intrinse`que. Le Hamiltonien (3.14) est re´e´crit
alors :
Hˆappr = Hˆ1 + δˆ − δˆred + C1ˆ (3.21)
ou` la constante C est de´finie pour la solution |Φ0(q2, q3 = 0)〉 par :
C = −〈Φ0|Hˆ1|Φ0〉+ 〈Φ0|Hˆ|Φ0〉+ 〈Φ0|δˆ|Φ0〉 (3.22)
Elle est ajoute´e pour assurer qu’a` la limite (q3 = 0) nous ayons :
〈Φ0(q2, q3 = 0)|Hˆappr|Φ0(q2, q3 = 0)〉 = 〈Φ0(q2, q3 = 0)|Hˆ|Φ0(q2, q3 = 0)〉 (3.23)
Nous allons pre´ciser la forme que prend Hˆ1 et δˆred dans dans ce mode`le simplifie´. Dans ce
qui suit nous appelons Hˆ le Hamiltonien simplifie´ donne´ en (3.21).
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Terme 〈Ψ|Hˆ|Ψ〉
Pour e´valuer ce terme il faut calculer des e´le´ments de matrice du type 〈Φi|Hˆ|Φj〉 ou` les
|Φi〉, |Φj〉 sont soit l’e´tat |Φ0〉 ou l’un des e´tats |Φ2〉. Dans le Hamiltonien (3.21), Hˆ1 est le
Hamiltonien de Skyrme-Hartree-Fock pour la solution Hartree-Fock |Φ0(q2, q3)〉 la plus basse
en e´nergie aux de´formations (q2, q3). Le terme δˆ1 est la re´duction a` un corps de l’ope´rateur a`
deux corps pour cette solution. Notons qu’aux de´formations (q2, q3 6= 0) l’ope´rateur Hˆ1 et δˆ1 ne
commutent pas avec la parite´ :
[Hˆ1, Πˆ] 6= 0 et [δˆ1, Πˆ] 6= 0 (3.24)
Terme 〈Ψ˜|Hˆ|Ψ˜〉
Pour e´valuer ce terme il faut calculer des e´le´ments de matrice du type 〈Φ˜i|Hˆ|Φ˜j〉. Graˆce
a` la liberte´ que nous avons d’ajouter et de supprimer le champ Uˆ nous pouvons re´e´crire le
Hamiltonien (3.21) de la manie`re suivante :
ˆ˜H = Kˆ + ˆ˜U + δˆ − ˆ˜U + C1ˆ (3.25)
avec
ˆ˜U = ΠˆUˆΠˆ (3.26)
ou` Uˆ est le potentiel a` un corps pre´ce´dent de telle sorte que (puisque Kˆ et δˆ commutent
avec Πˆ) :
ˆ˜H = ΠˆHˆΠˆ (3.27)
On a en outre :
〈Φ˜i| ˆ˜H|Φ˜j〉 = 〈Φi|Πˆ2HˆΠˆ2|Φj〉 = 〈Φi|Hˆ|Φj〉 (3.28)
d’ou` il re´sulte que
〈Ψ|Hˆ|Ψ〉 = 〈Ψ˜| ˆ˜H|Ψ˜〉 (3.29)
Termes 〈Ψ|Hˆ|Ψ˜〉 et 〈Ψ˜|Hˆ|Ψ〉
Si nous utilisons le Hamiltonien (3.21) pour calculer le terme 〈Ψ|Hˆ|Ψ˜〉, nous aurons a` calculer
une somme d’e´le´ments de matrice s’e´crivant comme suit :
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〈Ψ|Hˆ|Ψ˜〉 = χ20〈Φ0|Hˆ|Φ˜0〉+ χ0
N∑
k
χ
(k)
2 〈Φ0|Hˆ|Φ˜(k)2 〉+ χ0
N∑
k
χ
(k)
2 〈Φ(k)2 |Hˆ|Φ˜0〉
+
N−1∑
k,l=1
χ
(k)
2 χ
(l)
2 〈Φ(k)2 |Hˆ|Φ˜(l)2 〉 (3.30)
ou` la somme sur k et l porte sur les N −1 diffe´rentes configurations de diffusion d’une paire
|Φ2〉 (la taille de la base a` plusieurs corps e´tant N). Les sommes sur N − 1 termes peuvent eˆtre
divise´es en deux parties : N∗ termes correspondant aux cas ou` la matrice d de recouvrement
des e´tats a` plusieurs corps implique´s a un de´terminant nul et N∗∗ termes ou` ce de´terminant est
non nul. Dans cet esprit, on va re´e´crire l’e´quation (3.30) comme :
〈Ψ|Hˆ|Ψ˜〉 = χ20〈Φ0|Hˆ|Φ˜0〉+ χ0
N∗∑
k
χ
(k)
2 〈Φ0|Hˆ|Φ˜(k)2 〉+ χ0
N∗∗∑
k
χ
(k)
2 〈Φ0|Hˆ|Φ˜(k)2 〉
+χ0
N∗∑
l=1
χ
(l)
2 〈Φ(l)2 |Hˆ|Φ˜0〉+ χ0
N∗∗∑
l=1
χ
(l)
2 〈Φ(l)2 |Hˆ|Φ˜0〉
+
N∗∑
k,l=1
k 6=l
χ
(k)
2 χ
(l)
2 〈Φ(k)2 |Hˆ|Φ˜(l)2 〉+
N∗∗∑
k,l=1
k 6=l
χ
(k)
2 χ
(l)
2 〈Φ(k)2 |Hˆ|Φ˜(l)2 〉
+
N−1∑
k=1
(χ
(k)
2 )
2〈Φ(k)2 |Hˆ|Φ˜(k)2 〉 (3.31)
Chaque terme de l’e´quation pre´ce´dente sera calcule´ dans la suite. Des e´le´ments de matrice
sont pre´sente´s dans la Table 3.1 a` titre d’exemple pour le 222Ra calcule´ avec la force SIII pour
q2 = 13b et q3 = 20fm
3. On constate que les e´le´ments de matrice du type 〈A|Hˆ|B˜〉 ou` A 6= B
et DAB˜ 6= 0 sont tre`s petits (de l’ordre de 10−3 MeV) par rapport aux autres (qui peuvent
atteindre quelques 103 MeV). On va ne´gliger les premiers termes dans le pre´sent travail. Ceci
conduit a` re´e´crire (3.31) comme :
〈Ψ|Hˆ|Ψ˜〉 = χ20〈Φ0|Hˆ|Φ˜0〉+ χ0
N∗∑
k
χ
(k)
2 〈Φ0|Hˆ|Φ˜(k)2 〉+ χ0
N∗∑
l
χ
(l)
2 〈Φ(l)2 |Hˆ|Φ˜0〉
+
N∗∑
k,l=1
k 6=l
χ
(k)
2 χ
(l)
2 〈Φ(k)2 |Hˆ|Φ˜(l)2 〉+
N−1∑
k=1
(χ
(k)
2 )
2〈Φ(k)2 |Hˆ|Φ˜(k)2 〉 (3.32)
On peut montrer que les e´le´ments de matrice d’ope´rateurs a` 1 corps comme Hˆ1 et δˆm entre
le vide |Φ0〉 et des e´tats |Φ(k)2 〉 ou entre des e´tats |Φ(k)2 〉 et |Φ(l)2 〉 avec k 6= l, seront nuls.
En effet deux cas se pre´sentent. Ou bien la matrice de recouvrement D
Φ0Φ
(k)
2
ou D
Φ
(k)
2 Φ
(l)
2
est
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Table 3.1 – Contributions de diffe´rents termes de la somme (3.31) a` l’e´le´ment de matrice
〈Ψ|Hˆ − C1ˆ|Ψ˜〉 pour le 222Ra calcule´ avec l’interaction SIII pour q2 = 13b et q3 = 20fm3. On
notera que C=1828.3MeV.
re´gulie`re ou bien elle ne l’est pas. Si elle est re´gulie`re, on a vu (cf. l’exemple de la Table 3.1)
que la contribution de ce type d’e´le´ments de matrice a` l’e´le´ment de matrice 〈Ψ|Hˆ|Ψ˜〉 peut eˆtre
ne´glige´e. Il ne reste donc qu’a` conside´rer le cas ou` la matrice de recouvrement est singulie`re.
Dans ce cas, on peut reprendre l’argumentation de´veloppe´e au chapitre 2 (correspondant en
pratique au cas ou` les dimensions des blocs de Ω donne´s ne sont pas identiques dans les deux
e´tats conside´re´s). On peut montrer que le mineur d’ordre 1 de la matrice de recouvrement ne
bloquant qu’une seule ligne et qu’une seule colonne ne peut contrecarrer l’annulation provoque´e
par le fait que les dimensions de certains blocs sont diffe´rents par au moins deux unite´s dans
les deux de´terminants de Slater. Les e´le´ments de matrice des ope´rateurs a` 1 corps Hˆ1 et δˆm
sont donc identiquement nuls. Ceci permet de simplifier encore l’e´quation (3.32) en
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〈Ψ|Hˆ|Ψ˜〉 = χ20〈Φ0|Hˆ|Φ˜0〉+ χ0
N∗∑
k
χ
(k)
2 〈Φ0|δˆ|Φ˜(k)2 〉+ χ0
N∗∑
l
χ
(l)
2 〈Φ(l)2 |δˆ|Φ˜0〉
+
N∗∑
k,l=1
k 6=l
χ
(k)
2 χ
(l)
2 〈Φ(k)2 |δˆ|Φ˜(l)2 〉+
N−1∑
k=1
(χ
(k)
2 )
2〈Φ(k)2 |Hˆ|Φ˜(k)2 〉 (3.33)
Comme [δˆ, Πˆ] = 0 et compte tenu du caracte`re re´el des e´le´ments de matrice, on obtient
finalement :
〈Ψ|Hˆ|Ψ˜〉 = χ20〈Φ0|Hˆ|Φ˜0〉+ 2χ0
N∗∑
k
χ
(k)
2 〈Φ0|δˆ|Φ˜(k)2 〉+
N∗∑
k,l=1
k 6=l
χ
(k)
2 χ
(l)
2 〈Φ(k)2 |δˆ|Φ˜(l)2 〉
+
N−1∑
k=1
(χ
(k)
2 )
2〈Φ(k)2 |Hˆ|Φ˜(k)2 〉 (3.34)
A cause de l’e´quation (3.24), on a 〈A|Hˆ|A˜〉 6= 〈A˜|Hˆ|A〉 ou` |A〉 est l’e´tat |Φ0〉 ou l’un des
e´tats |Φ2〉. Ceci conduit a` ce que 〈Ψ|Hˆ|Ψ˜〉 6= 〈Ψ˜|Hˆ|Ψ〉. Pour avoir un Hamiltonien qui commute
avec la parite´ nous allons donc choisir ∀q3 a` q2 donne´ le Hamiltonien Hˆ1 correspondant a` la
solution |Φ0(q2, q3 = 0)〉.
Le champ a` un corps δˆm est de´fini comme dans l’e´quation (3.9) a` partir des e´tats occupe´s
de |Φ0〉
〈φi|δˆm|ψ′j〉 =
∑
k
tΦ0 〈φiφk|δˆ|ψ˜′jψ′k〉 (3.35)
Ce champ sera utilise´ pour de´finir Vˆres. Nous allons montrer maintenant que
〈A|δˆm|A˜〉 = 〈A˜|δˆm|A〉 (3.36)
D’apre`s les e´quations (2.52) :
〈A|δˆm|A˜〉 =
[∑
i
tA〈φi|δˆm|ψ′i〉
]〈A|A˜〉 (3.37)
ou` |ψ′i〉 =
∑
m
t
A˜|ψm〉(d−1)mi avec dij = 〈φi|ψj〉 (|φi〉 ∈ |A〉 et |ψj〉 ∈ |A˜〉). Utilisant la
de´finition (3.35), on obtient :
〈A|δˆm|A˜〉 =
[∑
i
tA∑
k
tΦ0 〈φiφk|δˆ|ψ˜′iψ′k〉
]〈A|A˜〉 (3.38)
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ou` |ψ′k〉 =
∑
n
t
Φ˜0 |ψn〉(do−1)nk avec doij = 〈φi|ψj〉 (|φi〉 ∈ |Φ0〉 et |ψj〉 ∈ |Φ˜0〉).
D’autre part
〈A˜|δˆm|A〉 =
[∑
i
tA〈ψ′i|δˆm|φi〉
]〈A˜|A〉 (3.39)
ou` 〈ψ′i| =
∑
m
t
A˜〈ψm|[(d−1)mi]
∗
=
∑
m
t
A˜〈ψm|(d−1)mi puisque la matrice d est re´elle (cf. annexe
C). Utilisant la de´finition (3.35), on a :
〈ψ′i|δˆm|φi〉 =
∑
lk
tΦ0 〈φl| ˆ˜ρ00|ψ′k〉〈ψ′iψ′k|δˆ|φ˜iφl〉 =
∑
k
tΦ0 〈ψ′iψ′k|δˆ|φ˜iφk〉 (3.40)
ou` 〈ψ′k| =
∑
n
t
Φ˜0 〈ψn|[(do−1)nk]
∗
=
∑
n
t
Φ˜0 〈ψn|(do−1)nk puisque la matrice do est re´elle (cf.
annexe C). Donc
〈A˜|δˆm|A〉 =
[∑
i
tA∑
k
tΦ0 〈ψ′iψ′k|δˆ|φ˜iφk〉
]〈A˜|A〉 (3.41)
En comparant les deux e´quations (3.38) et (3.41) notant que [δˆ, Πˆ] = 0 on obtient la proprie´te´
annonce´e en (3.36). Il en re´sulte que pour le Hamiltonien
Hˆ = Hˆ1 + δˆ − δˆm + C1ˆ (3.42)
on a
〈Ψ|Hˆ|Ψ˜〉 = 〈Ψ˜|Hˆ|Ψ〉 (3.43)
En utilisant les e´quations (3.29) et (3.43) on peut re´e´crire l’e´nergie projete´e (3.16) comme :
Ep =
〈Ψ|Hˆ|Ψ〉+ p〈Ψ|Hˆ|Ψ˜〉
(1 + p〈Ψ|Ψ˜〉) (3.44)
En introduisant
Ωp = p
〈Ψ|Ψ˜〉
1 + p〈Ψ|Ψ˜〉 avec p = ±1 (3.45)
on obtient :
Ep = 〈Ψ|Hˆ|Ψ〉+ Ωp
(〈Ψ|Hˆ|Ψ˜〉
〈Ψ|Ψ˜〉 − 〈Ψ|Hˆ|Ψ〉
)
(3.46)
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Comme nous ne traitons pas l’interaction a` 2 corps neutron-proton et que les ope´rateurs a`
1 corps conside´re´s conservent la charge, les e´le´ments de matrice suivants seront toujours nuls
dans notre cas :
〈in|θˆ1|jp〉 = 0 et 〈injp|θˆ2|k˜nlp〉 = 0 (3.47)
ou` θˆ1 et θˆ2 sont respectivement des ope´rateurs a` 1 et a` 2 corps. Les e´tats individuels |in〉, |ip〉
sont des e´tats respectivement de neutrons et de protons. En conse´quence nous ne conside´rons
ici que des configurations |Φi〉 qui correspondent a` des excitations seulement de neutrons ou
de protons a` partir de l’e´tat fondamental non pertube´ |Φ0〉. Ceci permet d’e´crire la fonction
d’onde nucle´aire comme un produit de deux fonctions d’onde corre´le´es pour chaque e´tat de
charge note´ par τ
|Ψ〉 ≡
∏
τ
|Ψτ 〉 (3.48)
Le Hamitonien Hˆ pourra donc s’e´crire comme (τ et τ ′ repre´sentant les deux e´tats de charge)
Hˆ ≈ Hˆ(τ).1ˆ+ Hˆ(τ ′).1ˆ (3.49)
ou` Hˆ(τ) implique seulement des e´le´ments de matrice entre e´tats de meˆme charge, c’est-a`-
direde type 〈iτ |θˆ1|jτ 〉 et 〈iτ iτ |θˆ2|k˜τ lτ 〉 ou` |iτ 〉 est un e´tat individuel pour un e´tat de charge τ .
En utilisant (3.48) et (3.49) on obtient :
〈Ψ|Ψ˜〉 =
∏
τ
〈Ψτ |Ψ˜τ 〉 (3.50)
et
〈Ψ|Hˆ|Ψ˜〉
〈Ψ|Ψ˜〉 =
∑
τ
〈Ψτ |Hˆ|Ψ˜τ 〉
〈Ψτ |Ψ˜τ 〉
(3.51)
Le proble`me est alors de´couple´ en deux parties se´pare´es pour les protons et les neutrons.
Finalement, l’e´nergie projete´e est donne´e par :
Ep =
∑
τ
〈Ψτ |Hˆ|Ψτ 〉+ Ωp
∑
τ
(〈Ψτ |Hˆ|Ψ˜τ 〉
〈Ψτ |Ψ˜τ 〉
− 〈Ψτ |Hˆ|Ψτ 〉
)
(3.52)
ou` Ωp = p
∏
τ
〈Ψτ |Ψ˜τ 〉
1 + p
∏
τ
〈Ψτ |Ψ˜τ 〉
.
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3.3 Energie non projete´e 〈Ψ|Hˆ|Ψ〉
Les configurations |Φk〉 pour un e´tat de de´formation (q2, q3) sont des e´tats propres de Hˆ1
donc :
Hˆ1|Φk〉 = E(k)p−h|Φk〉 (3.53)
ou` E
(k)
p−h est l’e´nergie d’excitation particule-trou de l’e´tat |Φk〉 par rapport au l’e´tat |Φ0〉.
Les e´le´ments de matrice de Hˆ s’expriment dans cette base selon :
〈Φk|Hˆ|Φl〉 = δkl
[〈Φ0|Hˆ1|Φ0〉+ E(k)p−h + C]+ 〈Φk|Vˆres|Φl〉 (3.54)
3.3.1 Ele´ments de matrice diagonaux
Conside´rons l’e´lement de matrice diagonal Hkk. D’apre`s (3.54), on a :
Hkk = 〈Φ0|Hˆ1|Φ0〉+ E(k)p−h + C + 〈Φk|Vˆres|Φk〉 (3.55)
Graˆce aux formules (1.124) et (1.128) nous avons :
〈Φk|Vˆres|Φk〉 = 1
2
[
t(Φk)∑
ij
+
p(Φk)∑
ij
−2
t(Φk)∑
i
p(Φk)∑
j
]〈ij|δˆ|i˜j〉 − 1
2
∑
ij
tΦ0 〈ij|δˆ|i˜j〉 (3.56)
D’autre part on sait que
1
2
∑
ij
tΦ0 〈ij|δˆ|i˜j〉 = 〈Φ0|δˆ|Φ0〉 (3.57)
Il en re´sulte que
H00 = 〈Φ0|Hˆ1|Φ0〉 − 〈Φ0|δˆ|Φ0〉+ C (3.58)
et que Hkk s’e´crira
Hkk = H00 + E
(k)
p−h +
1
2
[
t(Φk)∑
ij
+
p(Φk)∑
ij
−2
t(Φk)∑
i
p(Φk)∑
j
]〈ij|δˆ|i˜j〉 (3.59)
3.3.2 Ele´ments de matrice non-diagonaux
Comme les e´tats |Φl〉 diffe`rent toujours de |Φk〉 par deux nucle´ons soit (pour pre´ciser les
notations) |Φl〉 = a†y′a†z′ayaz|Φk〉, il est clair que :
〈Φk|Hˆ1|Φl〉 = 0 et 〈Φk|δˆ1|Φl〉 = 0 (3.60)
et par ailleurs on sait que
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〈Φk|δˆ|Φl〉 = 〈yz|δˆ|z˜′y′〉 (3.61)
L’e´le´ment de matrice Hkl s’e´crit donc dans ce cas :
Hkl = 〈Φk|Vˆres|Φl〉 = 〈Φk|δˆ|Φl〉 = 〈yz|δˆ|z˜′y′〉 (3.62)
3.4 Recouvrement 〈Ψ|Ψ˜〉
On rappelle que la fonction d’onde HTDA dans le mode`le simplifie´ est :
|Ψ〉 = χ0|Φ0〉+
N−1∑
k
χ
(k)
2 |Φ(k)2 〉 (3.63)
ou` N est la taille de la base a` N corps et que sa transformation par l’ope´rateur de parite´
s’e´crit :
|Ψ˜〉 = Πˆ|Ψ〉 = χ0|Φ˜0〉+
N−1∑
k
χ
(k)
2 |Φ˜(k)2 〉 (3.64)
ou` l’indice k porte sur les N − 1 configurations |Φ(k)2 〉 de type diffusion d’une paire. Le
recouvrement entre |Ψ〉 et |Ψ˜〉 est alors :
〈Ψ|Ψ˜〉 = χ20〈Φ0|Φ˜0〉+ 2χ0
N−1∑
k=1
χ
(k)
2 〈Φ0|Φ˜(k)2 〉+
N−1∑
k,l=1
χ
(k)
2 χ
(l)
2 〈Φ(k)2 |Φ˜(l)2 〉
= χ20〈Φ0|Φ˜0〉+ 2χ0
N−1∑
k=1
χ
(k)
2 〈Φ0|Φ˜(k)2 〉+ 2
N−1∑
k=1
k−1∑
l=1
χ
(k)
2 χ
(l)
2 〈Φ(k)2 |Φ˜(l)2 〉
+
N−1∑
k=1
(χ
(k)
2 )
2〈Φ(k)2 |Φ˜(k)2 〉 (3.65)
Recouvrement 〈Φ0|Φ˜0〉
En utilisant l’e´quation (2.38) on a :
〈Φ0|Φ˜0〉 = detd (3.66)
ou` la matrice d est de´finie par dij = 〈φi|ψj〉 (|φi〉 e´tant un e´tat occupe´ dans |Φ0〉, |ψj〉 occupe´
dans |Φ˜0〉). Graˆce a` l’invariance par reversement du sens du temps on peut introduire la sous-
matrice E et sa conjuge´e E∗ (cf. annexe C) correspondant chacune a` la moitie´ de l’espace des
e´tats physiques a` 1 corps (l’autre moitie´ repre´sentant l’image de la premie`re par renversement
du sens du temps). Dans ce qui suit les e´tats a` un corps |ϕi〉 servant a` de´finir la matrice E ont
la syme´trie axiale et sont tels que Ωi = 〈ϕi|jˆz|ϕi〉 soit positif.
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d =
(
E 0
0 E∗
)
(3.67)
Ceci permet d’e´crire
〈Φ0|Φ˜0〉 = |detE|2 (3.68)
Recouvrement 〈Φ(k)2 |Φ˜(k)2 〉
On de´finit la matrice C de fac¸on analogue a` E par :
Cij = 〈φi|ψj〉 (3.69)
ou` Ωi > 0 et Ωj > 0, les e´tats |φi〉 e´tant occupe´s dans |Φ(k)2 〉 et |ψj〉 dans |Φ˜(k)2 〉. Il en re´sulte
que
〈Φ(k)2 |Φ˜(k)2 〉 = |detC|2 (3.70)
Recouvrement 〈Φ0|Φ˜2〉
Dans le cas ou` l’e´tat |Φ2〉 correspond a` une diffusion d’une paire et ou` avec les notations de
la Figure 3.1 on a Ωk 6= Ωk′ . Il est e´vident d’apre`s l’e´quation (2.46) que :
〈Φ0|Φ˜2〉 = 0 (3.71)
On de´finit la matrice Fij = 〈φi|ψj〉 (|φi〉 e´tant occupe´ dans |Φ0〉 avec Ωi > 0 et |ψj〉 e´tant occupe´ dans |Φ˜2〉 avec Ωj >
0) ce qui permet d’e´crire :
〈Φ0|Φ˜2〉 = |detF |2 (3.72)
Recouvrement 〈Φ(k)2 |Φ˜(l)2 〉(k 6= l)
On peut avoir dans cette situation les e´tats |Φ(k)2 〉 et |Φ(l)2 〉 qui diffe`rent par une ou deux
paires d’e´tats occupe´s. Il faut conside´rer deux cas :
- ou bien les dimensions des diffe´rents blocs correspondant a` chacune des valeurs propres de
jˆz ne sont pas identiques, alors
〈Φ(k)2 |Φ˜(l)2 〉 = 0 (3.73)
- ou bien ces dimensions sont identiques et on a
〈Φ(k)2 |Φ˜(l)2 〉 = |detR|2 (3.74)
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ou`
Rij = 〈φi|ψj〉 (3.75)
avec |φi〉 e´tat occupe´ dans |Φ(k)2 〉 avec Ωi > 0 et |ψj〉 e´tat occupe´ dans |Φ˜(l)2 〉 avec Ωj > 0.
Au total, on obtient :
〈Ψ|Ψ˜〉 = χ20〈Φ0|Φ˜0〉+ 2χ0
N−1∑
k=1
χ
(k)
2 〈Φ0|Φ˜(k)2 〉+ 2
N−1∑
k,l=1
Xklχ
(k)
2 χ
(l)
2 〈Φ(k)2 |Φ˜(l)2 〉
+
N−1∑
k=1
(χ
(k)
2 )
2〈Φ(k)2 |Φ˜(k)2 〉 (3.76)
ou` Xkl = 1 quand on est dans le cas conside´re´ en (3.74) et Xkl = 0 sinon.
Dans le cas limite on obtient :
〈Φ0|Φ˜0〉 = 1, 〈Φ(k)2 |Φ˜(k)2 〉 = 1 (3.77)
〈Φ0|Φ˜(k)2 〉 = 0, 〈Φ(k)2 |Φ˜(l)2 〉 = 0 quand k 6= l (3.78)
et donc on trouve bien
〈Ψ|Ψ˜〉 = χ20 +
N−1∑
k=1
(χ
(k)
2 )
2 = 1 (3.79)
3.5 Ele´ments de matrice 〈Ψ|Hˆ|Ψ˜〉
Ces e´le´ments de matrice vont eˆtre calcule´s au moyen de l’e´quation (3.34). Ceci conduit a`
calculer quatre types d’e´le´ments de matrice : 〈Φ0|Hˆ|Φ˜0〉, 〈Φ0|δˆ|Φ˜(k)2 〉, 〈Φ(k)2 |δˆ|Φ˜(l)2 〉(k 6= l) et
〈Φ(k)2 |Hˆ|Φ˜(k)2 〉.
3.5.1 Ele´ments de matrice 〈Φ0|Hˆ|Φ˜0〉
Terme 〈Φ0|Hˆ1|Φ˜0〉
En utilisant l’e´quation (2.52), on a :
〈Φ0|Hˆ1|Φ˜0〉 =
[∑
i
tΦ0 〈φi|hˆ1|ψ′i〉
]〈Φ0|Φ˜0〉 (3.80)
avec
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|ψ′i〉 =
∑
j
t
Φ˜0 |ψj〉(d−1)ji (3.81)
ou` la matrice d de´finie par dmn = 〈φm|ψn〉 (ou` |φm〉 est un e´tat occupe´ dans |Φ0〉 et |ψn〉
un e´tat occupe´ dans |Φ˜0〉). Nous obtenons avec les notations de l’annexe A pour les nombres
quantiques de la B.O.H.S.A.
〈Φ0|Hˆ1|Φ˜0〉 =
[∑
i
tΦ0
∑
j
t
Φ˜0 〈φi|hˆ1|ψj〉(d−1)ji
]
〈Φ0|Φ˜0〉
=
[∑
i
tΦ0
∑
j
t
Φ˜0
∑
αα′
C(i)α C
(j)
α′ 〈α|hˆ1|α′〉(−)n
′
z+Λ
′
(d−1)ji
]
〈Φ0|Φ˜0〉 (3.82)
De´finissant :
ρ˜αα′ = 2
∑
i∈Φ0
Ωi>0
∑
j∈Φ˜0
Ωj=Ωi
C(i)α C
(j)
α′ (d
−1)ji (3.83)
on a finalement
〈Φ0|Hˆ1|Φ˜0〉 =
[∑
αα′
ρ˜αα′〈α|hˆ1|α′〉(−)n′z+Λ′
]
〈Φ0|Φ˜0〉 (3.84)
Terme 〈Φ0|δˆm|Φ˜0〉
En utilisant l’e´quation (2.52), on a :
〈Φ0|δˆm|Φ˜0〉 =
[∑
i
tΦ0 〈φi|δˆm|ψ′i〉
]〈Φ0|Φ˜0〉 (3.85)
avec
|ψ′i〉 =
t
Φ˜0∑
j
|ψj〉(d−1)ji, |ψ′k〉 =
t
Φ˜0∑
l
|ψl〉(d−1)lk (3.86)
ou` δˆm est de´fini par l’e´quation (3.35). Donc :
〈Φ0|δˆm|Φ˜0〉 =
[ tΦ0∑
ik
〈φiφk|δˆ|ψ˜′iψ′k〉
]
〈Φ0|Φ˜0〉
=
tΦ0∑
ik
[
〈φiφk|δˆ|ψ′iψ′k〉 − 〈φiφk|δˆ|ψ′kψ′i〉
]
〈Φ0|Φ˜0〉 (3.87)
On en de´duit le terme direct :
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W (d) =
[ tΦ0∑
ik
t
Φ˜0∑
jl
〈φiφk|δˆ|ψjψl〉(d−1)ji(d−1)lk
]
〈Φ0|Φ˜0〉 (3.88)
et le terme d’e´change :
W (e) =
[ tΦ0∑
ik
t
Φ˜0∑
jl
〈φiφk|δˆ|ψlψj〉(d−1)ji(d−1)lk
]
〈Φ0|Φ˜0〉 (3.89)
On de´signe par χ l’ensemble des variables {r, σ}. L’e´le´ment de matrice non antisyme´trise´
de l’ope´rateur δˆ est note´ dans la repre´sentation χ par 〈χ1χ2|δˆ|χ3χ4〉. En utilisant la de´finition
de la densite´ mixte (2.92) on a
〈Φ0|δˆm|Φ˜0〉 = W = W (d) +W (e)
=
∫ 4∏
i=1
dχi〈χ1χ2|δˆ|χ3χ4〉
[
ρ˜(r3σ3, r1σ1)ρ˜(r4σ4, r2σ2)
−ρ˜(r4σ4, r1σ1)ρ˜(r3σ3, r2σ2)
]
〈Φ0|Φ˜0〉 (3.90)
Pour calculer un e´le´ment de matrice antisyme´trise´ de (1 − Pσ)δˆ, il suffit de calculer un
e´le´ment de matrice direct de (1 − Pσ)(1 − PσPτPM)δ ou` Pσ, Pτ et PM sont respectivement les
ope´rateurs d’e´change de spin, d’isospin et d’espace. L’interaction δˆ est paire dans la variable
d’espace relative. Donc pour ce qui est de son action sur un e´tat a` deux corps, on a PM ≡ 1. On
ne´glige les interactions neutron-proton donc l’interaction δˆ n’agit que sur des e´tats a` 2 corps
T = 1 pour lesquels Pτ = 1. Il en re´sulte que pour nos calculs
(1− Pσ)(1− PσPτPM)δˆ ≡ 2(1− Pσ)δ (3.91)
En conse´quence pour l’interaction δˆ de´finie en (1.104)
δˆ =
δτ0
2
(1− Pσ)δˆ(r1 − r2) (3.92)
on aura W = W (d) +W (e) = 2W (d) et donc compte tenu de
〈χ1χ2|δˆ|χ3χ4〉 = δ
τ
0
4
δ(r1 − r2)δ(r1 − r3)δ(r2 − r4)
×
(
δσ1σ3δσ2σ4 − 〈σ1|~σ|σ3〉.〈σ2|~σ|σ4〉
)
(3.93)
de´finissant la densite´ mixte spin-scalaire par
ρ˜(r) =
∑
σ
tΦ0∑
i
t
Φ˜0∑
j
φ∗i (r, σ)ψj(r, σ)(d˜
−1)ij (3.94)
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et spin-vectorielle par
~˜ρ(r) =
∑
σσ′
ρ˜(rσ, rσ′)〈σ′|~σ|σ〉 (3.95)
ou` ρ˜(rσ, rσ′) est donne´ par
ρ˜(rσ, rσ′) =
tΦ0∑
i
t
Φ˜0∑
j
φ∗i (r, σ)ψj(r, σ
′)(d˜−1)ij (3.96)
on a
W (d) =
δτ0
4
∫
d3r
(
[ρ˜(r)]2 − [~˜ρ(r)]2) (3.97)
La matrice densite´ ~ρ(r) correspondant a` un de´terminant de Slater invariant par renversement
du sens du temps est identiquement nulle. Pour une densite´ mixte (meˆme entre e´tats dont
chacun est pair par renversement du sens du temps) ce n’est plus le cas. Cependant, l’apparition
de la partie spin-vectorielle de ˆ˜ρ rend nos calculs complique´s. En plus comme la contribution
de la partie spin-scalaire est beaucoup plus grande que celle de spin-vectorielle en ge´ne´ral pour
l’e´nergie et ne change que les proprie´te´s magne´tiques, nous ferons l’approximation de ne pas la
conside´rer. Il re´sulte de ce qui pre´ce`de que
〈Φ0|δˆm|Φ˜0〉 =
[
δτ0
2
∫
d3r[ρ˜(r)]2
]
〈Φ0|Φ˜0〉 (3.98)
Terme 〈Φ0|δˆ|Φ˜0〉
En utilisant l’e´quation (??) on a :
〈Φ0|δˆ|Φ˜0〉 = 1
2
〈Φ0|δˆm|Φ˜0〉 =
[
δτ0
4
∫
d3r[ρ˜(r)]2
]
〈Φ0|Φ˜0〉 (3.99)
3.5.2 Ele´ments de matrice 〈Φ0|δˆ|Φ˜(k)2 〉
On a fait l’approximation consistant a` ne calculer que les e´le´ments de matrice pour lesquels
DΦ0Φ˜2 = 0. Utilisant l’e´quation (2.87) on obtient dans ce cas :
〈Φ0|δˆ|Φ˜(k)2 〉 =
[
(−)i+i+i′+i′〈φiφi¯|δˆ|ψ˜i¯′ψi′〉
]
D(i¯i|¯i′i′)
=
[
〈φiφi¯|δˆ|ψ˜i¯′ψi′〉
]
D(i¯i|¯i′i′) (3.100)
ou` D(i¯i|¯i′i′) est un mineur d’ordre 2 de la matrice d de´finie par dmn = 〈φm|ψn〉 (ou` φm
est un e´tat occupe´ dans |Φ0〉 et ψn est un e´tat occupe´ dans |Φ˜2〉). Graˆce a` l’invariance par
renversement du sens du temps on peut e´crire
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D(i¯i|¯i′i′) = [D¯(i|i′)]2 (3.101)
ou` D¯(i|i′) est un mineur de la sous-matrice diagonale par blocs E de taille N/2 (ou` N est
le nombre des e´tat occupe´s dans |Φ0〉). De´finissons |Φ0(i)〉 par
|Φ0(i)〉 = ((N/2− 1)!)−1/2det{φ1, . . . , φi−1, φi+1, . . . , φN/2} (3.102)
et donc
|Φ˜0(i)〉 = ((N/2− 1)!)−1/2det{ψ1, . . . , ψi−1, ψi+1, . . . , ψN/2} (3.103)
Le mineur D¯(i|i′) n’est e´videmment rien d’autre que le recouvrement entre ces deux e´tats
D¯(i|i′) = 〈Φ0(i)|Φ˜0(i)〉.
3.5.3 Ele´ments de matrice 〈Φ(k)2 |δˆ|Φ˜(l)2 〉(k 6= l)
On peut voir que |Φ(k)2 〉 et |Φ(l)2 〉 diffe`rent soit par une, soit par deux paires d’e´tats occupe´s.
Il faut donc conside´rer deux cas :
- ou bien |Φ(l)2 〉 diffe`re de |Φ(k)2 〉 par deux paires (cf. Figure 3.2). Donc |Φ(l)2 〉 est obtenu a`
partir de |Φ(k)2 〉 par
|Φ(l)2 〉 = a†i′′′a†i¯′′′a†ia†i¯ai′′ai¯′′ai′ai¯′ |Φ(k)2 〉 (3.104)
ou` les indices i, i′, i′′, i′′′ sont tous diffe´rents. En utilisant l’approche de´veloppe´e dans la
section 2.3.2 on voit que dans ce cas
〈Φ(k)2 |δˆ|Φ˜(l)2 〉 = 0 (3.105)
puisque en utilisant le re´sultat de Lo¨wdin pour les e´le´ments de matrice a` deux corps, on
implique des mineurs a` 2 corps qui ne bloquent que deux lignes et deux colonnes alors que
quatre sous-blocs de Ω diffe´rents ont des dimensions diffe´rentes de deux dans la matrice de
recouvrement.
- ou bien |Φ(l)2 〉 diffe`re de |Φ(k)2 〉 par une seule paire. Il y a deux possibilite´s. La premie`re est
que les deux configurations soient obtenues par l’excitation d’une paire a` partir du meˆme e´tat
de trou qui est transfe´re´e dans deux e´tats diffe´rents de particules a` partir du meˆme vide |Φ0〉
pour |Φ(l)2 〉 et |Φ(k)2 〉 (cf. Figure 3.3). Donc |Φ(l)2 〉 peut eˆtre de´duit de |Φ(k)2 〉 par :
|Φ(l)2 〉 = a†i′′a†i¯′′ai′ai¯′ |Φ(k)2 〉 (3.106)
ou` l’e´tat i′ est diffe´rent de l’e´tat i′′. Huit cas se pre´sentent ici re´sultant de la comparaison
des trois nombres quantiques Ωi, Ωi′ , Ωi′′ Si DΦ(k)2 Φ
(l)
2
6= 0 on a vu pre´ce´demment qu’on pouvait
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Figure 3.2 – Etat |Φ(l)2 〉 diffe´rant de |Φ(k)2 〉 par deux paires
ne´gliger la contribution de cet e´le´ment de matrice a` l’e´nergie. Au contraire dans le cas D
Φ
(k)
2 Φ
(l)
2
6=
0, on obtient en utilisant l’e´quation (2.87)
〈Φ(k)2 |δˆ|Φ˜(l)2 〉 = 〈φi′φi¯′|δˆ|ψ˜i¯′′ψi′′〉D(i′i′|¯i′′i′′)
= [D¯(i|i′′)]2 (3.107)
ou`
D¯(i′|i′′) = 〈Φ0(i)|Φ˜0(i)〉 (3.108)
avec
|Φ0(i)〉 = ((N/2− 1)!)−1/2det{φ1, . . . , φi−1, φi+1, . . . , φN/2} (3.109)
|Φ˜0(i)〉 = ((N/2− 1)!)−1/2det{ψ1, . . . , ψi−1, ψi+1, . . . , ψN/2} (3.110)
La deuxie`me possibilite´ est que les deux configurations sont obtenues par l’excitation d’une
paire a` partir de deux e´tats diffe´rents de trou (i′, i¯′) et (i′′, i¯′′) vers un meˆme e´tat de particule
(i, i¯) a` partir du meˆme vide |Φ0〉 pour |Φ(l)2 〉 et |Φ(k)2 〉 (cf. Figure 3.4).
|Φ(l)2 〉 = a†i′a†i¯′ai′′ai¯′′|Φ(k)2 〉 (3.111)
ou` l’e´tat i′ est diffe´rent de l’e´tat i′′. Il y a aussi huit cas. Le premier cas ou` D
Φ
(k)
2 Φ
(l)
2
6= 0
sera ne´glige´. Le reste ou` D
Φ
(k)
2 Φ
(l)
2
= 0 on obtient en utilisant l’e´quation (2.87) :
〈Φ(k)2 |δˆ|Φ˜(l)2 〉 = 〈φi′′φi¯′′ |δˆ|ψ˜i¯′ψi′〉D(i′′i′′ |¯i′i′)
= D¯(i′′|i′) (3.112)
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Figure 3.3 – Couples d’e´tats d’excitation d’une paire a` partir d’un meˆme e´tat de trou (i, i¯)
vers deux e´tats diffe´rents de particule (i′, i¯′) et (i′′, i¯′′).
ou`
D¯(i′′|i′) = 〈Φ2(i′i′′)|Φ˜2(i′i′′)〉 (3.113)
avec (pour pre´ciser notre discussion illustrative nous conside´rerons que i′ < i′′)
|Φ2(i′i′′)〉 = ((N/2− 1)!)−1/2det{φ1, . . . , φi′−1, φi′+1, . . . , φi′′−1, φi′′+1, . . . , φi, . . . , φN/2} (3.114)
|Φ˜2(i′i′′)〉 = ((N/2−1)!)−1/2det{ψ1, . . . , ψi′−1, ψi′+1, . . . , ψi′′−1, ψi′′+1, . . . , ψi, . . . , ψN/2} (3.115)
3.5.4 Ele´ments de matrice 〈Φ(k)2 |Hˆ|Φ˜(k)2 〉
Pour simplifier l’e´criture, nous notons |Φ2〉 ≡ |Φ(k)2 〉
Terme 〈Φ2|Hˆ1|Φ˜2〉
En utilisant l’e´quation (2.52) on a
〈Φ2|Hˆ1|Φ˜2〉 =
[∑
αα′
ρ˜αα′〈α|hˆ1|α′〉(−)n′z+Λ′
]
〈Φ2|Φ˜2〉 (3.116)
ou`
ρ˜αα′ = 2
∑
i∈Φ2
Ωi>0
∑
j∈Φ˜2
Ωj=Ωi
C(i)α C
(j)
α′ (d
−1)ji (3.117)
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Figure 3.4 – Couples d’e´tats d’excitation a` partir de deux e´tats diffe´rents de trou (i′, i¯′) et
(i′′, i¯′′) vers un meˆme e´tat de particule (i, i¯).
avec la matrice d de´finie par dmn = 〈φm|ψn〉 (|φm〉 e´tat occupe´ dans |Φ2〉 et |ψn〉 e´tat occupe´
dans |Φ˜2〉).
Terme 〈Φ2|δˆm|Φ˜2〉
En utilisant l’e´quation (2.52) on a :
〈Φ2|δˆm|Φ˜2〉 =
∑
i
tΦ2 〈φi|δˆm|ψ′i〉〈Φ2|Φ˜2〉 (3.118)
En utilisant la de´finition de δˆm (e´quation (3.35))
〈Φ2|δˆm|Φ˜2〉 =
[∑
i
tΦ2
∑
k
tΦ0 〈φiφk|δˆ|ψ˜′iψ′k〉
]
〈Φ2|Φ˜2〉
=
[∑
i
tΦ2
∑
k
tΦ0 〈φiφk|δˆ|ψ′iψ′k〉 − 〈φiφk|δˆ|ψ′kψ′i〉
]
〈Φ2|Φ˜2〉 (3.119)
ou`
|ψ′i〉 =
t
Φ˜2∑
j
|ψj〉(e−1)ji, |ψ′k〉 =
t
Φ˜0∑
l
|ψl〉(d−1)lk (3.120)
avec la matrice e de´finie par emn = 〈φm|ψn〉 (|φm〉 e´tat occupe´ dans |Φ2〉 et |ψn〉 e´tat occupe´
dans |Φ˜2〉). La matrice d est de´finie par dmn = 〈φm|ψn〉 (|φm〉 e´tat occupe´ dans |Φ0〉 et |ψn〉
e´tat occupe´ dans |Φ˜0〉). En effectuant des calculs similaires a` ceux de la sous-section 3.5.1 avec
la de´finition des deux matrices de densite´ mixte :
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ρ˜22(r) =
∑
σ
tΦ2∑
i
t
Φ˜2∑
j
φ∗i (r, σ)ψj(r, σ)(e˜
−1)ij (3.121)
ρ˜00(r) =
∑
σ
tΦ0∑
i
t
Φ˜0∑
j
φ∗i (r, σ)ψj(r, σ)(d˜
−1)ij (3.122)
on obtient finalement
〈Φ2|δˆm|Φ˜2〉 =
[
δτ0
2
∫
d3rρ˜00(r)ρ˜22(r)
]
〈Φ2|Φ˜2〉 (3.123)
Terme 〈Φ2|δˆ|Φ˜2〉
En utilisant l’e´quation (2.73) on a
〈Φ2|δˆ|Φ˜2〉 =
[
1
2
∑
kl
tΦ2 〈φkφl|δˆ|ψ˜′kψ′l〉
]
〈Φ2|Φ˜2〉 (3.124)
ou`
|ψ′k〉 =
t
Φ˜2∑
m
|ψm〉(g−1)mk, |ψ′l〉 =
t
Φ˜2∑
l
|ψn〉(g−1)nl (3.125)
avec la matrice g de´finie par gpq = 〈φp|ψq〉 (|φp〉 e´tat occupe´ dans |Φ2〉 et |ψq〉 e´tat occupe´
dans |Φ˜2〉). En utilisant la de´finition suivante de la densite´ mixte
ρ˜22(r) =
∑
σ
tΦ2∑
k
t
Φ˜2∑
l
φ∗k(r, σ)ψl(r, σ)(g˜
−1)ij (3.126)
Nous obtenons finalement
〈Φ2|δˆ|Φ˜2〉 =
[
δτ0
4
∫
d3r[ρ˜22(r)]2
]
〈Φ2|Φ˜2〉 (3.127)
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Chapitre 4
Applications et Re´sultats
4.1 Introduction
L’existence de noyaux stables de´forme´s a e´te´ mise en e´vidence tre`s toˆt dans l’histoire de
la physique nucle´aire. L’observation de grands moments quadrupoˆlaires conduit a` sugge´rer que
ces noyaux ont la forme d’un ellipso¨ıde allonge´ ce qui a e´te´ confirme´ par l’observation de bandes
rotationnelles. La description de la plupart des noyaux comme ayant une de´formation axiale et
e´tant a` syme´trie de re´flexion par rapport a` un plan perpendiculaire a` l’axe de syme´trie est en
ge´ne´ral adapte´e pour reproduire leurs spectres nucle´aires. Graˆce a` la syme´trie de re´flexion par
rapport au plan e´quatorial, tous les membres d’une bande rotationnelle ont la meˆme parite´.
Cependant, la premie`re observation d’un e´tat collectif de parite´ moins dans les noyaux 224Ra et
228Th par le groupe de Berkeley en 1950 [82] a conduit a` sugge´rer l’existence de noyaux en forme
de poire. En effet, les spectres nucle´aires associe´s aux de´formations octupoˆlaires pre´sentent des
caracte´ristiques diffe´rentes de celles des noyaux n’ayant que des de´formations quadrupoˆlaires.
Par exemple, de tels noyaux posse`dent en plus d’une bande de parite´ positive une bande de pa-
rite´ ne´gative a` basse e´nergie d’excitation, les deux bandes e´tant relie´es par de fortes transitions
E1. La valeur du moment dipoˆlaire e´lectrique est e´galement explique´e dans ces noyaux par une
position du centre de masse des protons diffe´rente de celle du centre de masse des neutrons.
D’un point de vue microscopique, le me´canisme a` l’origine de l’apparition des de´formations
octupoˆlaires peut se comprendre a` l’aide d’orbites de Nilsson. De telles de´formations appa-
raissent lorsque des orbites diffe´rant par 3 unite´s de moment angulaire deviennent voisines pre`s
du niveau de Fermi. Ces orbites seront alors couple´es par une interaction de type
∑
m Y3m.Y3m¯.
Les re´gions de la table de masse ou` on a le plus de chance de trouver de telles de´formations
octupoˆlaires correspondent a` des nombres de particules e´gaux environ a` N ' 34 (re´gion des Ge
et Se), N ' 56 (Zr), N ' 88 (Ba et Sm), N ' 134 (Ra et Th).
L’approche macro-microscopique phe´nome´nologique qui combine le mode`le de la goutte li-
quide et la me´thode de correction de couches de Strutinsky est l’outil le plus populaire pour
analyser ces formes de noyaux [19]. Mo¨ller et Nilsson [55] l’ont utilise´e pour la premie`re fois avec
un potentiel modifie´ d’oscillateur harmonique de´forme´ pour calculer les barrie`res de fission. Ils
ont trouve´ une instabilite´ de la surface d’e´nergie potentielle de de´formation en introduisant la
de´formation octupoˆlaire au niveau de la seconde barrie`re de fission de quelques noyaux d’ac-
tinides. Des calculs similaires ont e´te´ ensuite effectue´s par Leander et al.[56] pour une e´tude
syste´matique dans la re´gion des noyaux Po-U. Le meˆme type de calcul utilisant cette fois-ci le
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potentiel de Woods-Saxon a e´te´ re´alise´ par Nazarewicz et al. [57] pour analyser l’instabilite´ des
noyaux quand on tient compte de la de´formation octupoˆlaire dans la re´gion des noyaux lourds
comme 220−228Ra, 220−230Th et 222−230U. Pour plus de de´tails sur les succe`s de cette me´thode,
le lecteur est invite´ a` consulter par exemple les re´fe´rences [58, 59].
Il est important de souligner que la me´thode macro-microscopique n’est pas une the´orie
auto-cohe´rente. Dans le cadre de la the´orie auto-cohe´rente de champ moyen avec corre´lations
d’appariement Hartree-Fock-Bogoliubov, M. Brack et P. Quentin ont apporte´ en 1981 une jus-
tification microscopique a` l’approche de V. M. Strutinsky [85]. Bien sur, le de´veloppement de
la me´thode microscopique nous a fourni un outil plus fondamental. Des calculs Hartree-Fock
pour les noyaux le´gers manifestant une de´formabilite´ octupoˆlaire pour des noyaux avec A ≤ 30
ont e´te´ effectue´s tre`s toˆt par Kelson [61] pour 16O, par Krappe et Washweiler [62] pour 20Ne et
24Mg, par Giraud et Sauer [63] pour les noyaux 19F, 20Ne, 24Mg et 28Si.
Pour les noyaux lourds avec de´formation octupoˆlaire, en utilisant l’interaction effective
phe´nome´nologique de Skyrme SIII, Bonche et al. [64] ont effectue´ pour la premie`re fois des
calculs auto-cohe´rents HF+BCS pour l’e´tat fondamental du noyau 222Ra. Ils ont trouve´ un
minimum en e´nergie totale a` une de´formation octupoˆlaire non nulle. Robledo et Egido [65] ont
employe´ la meˆme me´thode HF+BCS avec l’interaction de Gogny pour e´tudier la de´formation
octupoˆlaire dans l’e´tat fondamental des noyaux 222,224Ra, 222Th et 142−148Ba. En fixant la po-
sition du centre de masse, ils ont e´te´ capables de calculer le moment dipoˆlaire intrinse`que
de ces noyaux. Des calculs ont e´galement e´te´ effectue´ par ce groupe pour des e´tats de hauts
spins des isotones de´finis par N = 88 [66]. Depuis, de nombreux calculs microscopiques ont e´te´
re´alise´s qui e´taient base´s sur la me´thode HF+BCS pour e´tudier les noyaux pairs-pairs ou` la
de´formation octupoˆlaire joue un roˆle important, dans diverses re´gions de la table de masse : Zr
[67], Ce-Nd-Sm [68], Ba[75, 72], Xe[72, 73], et les actinides [64, 74, 75]. Il est inte´ressant de no-
ter qu’il n’y pas encore, a` notre connaissance, d’e´tude dans ce domaine pour des noyaux impairs.
La de´formation octupoˆlaire est un des cas ou` une approche champ moyen n’est pas suffi-
sante puisque dans beaucoup de cas on observe une grande de´formabilite´ octupoˆlaire plutoˆt
que l’existence de minima bien marque´s brisant la syme´trie de re´flexion. Bonche et al. [76] ont
utilise´ tout d’abord la me´thode HF+BCS avec l’interaction de Skyrme SkM∗ pour e´tudier la
de´formation octupoˆlaire de l’e´tat fondamental et de l’e´tat superde´forme´ du noyau 194Pb. La
Me´thode de la Coordonne´e Ge´ne´ratrice (GCM) suivie d’une projection sur les e´tats de bonne
parite´ a permis ensuite de proposer une e´nergie d’excitation octupoˆlaire intrinse`que d’environ
2 MeV. Heenen et al. [72] ont utilise´ une me´thode similaire avec l’interaction de Skyrme SIII
pour e´tudier l’excitation octupoˆlaire dans la re´gion du Xe et du Ba. Ils ont mis en e´vidence
l’existence de fortes corre´lations octupoˆlaires dans cette re´gion. Dans le contexte de la projec-
tion de la parite´ de HF+BCS, Egido et Robledo [65] ont montre´ l’importance de la projection
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sur la parite´ pour la description de l’e´tat de parite´ moins dans les actinides le´gers pair-pairs.
Les corre´lations d’appariement sont importantes pour de´crire les noyaux ayant une de´formation
octupoˆlaire puisqu’elles ont, en ge´ne´ral, tendance a` rendre le syste`me moins de´forme´ octupoˆlairement
[59]. Au contraire, la de´formation octupoˆlaire re´duira les corre´lations d’appariement lorsque la
densite´ de niveaux de la forme asyme´trique sera plus faible par rapport a` celle d’obtenue pour
la forme syme´trique par re´flexion droite-gauche [58]. Comme nous le savons, le nombre de par-
ticules de la fonction d’onde intrinse`que de l’approximation de HF+BCS n’est assure´ qu’en
valeur moyenne [65, 76]. Ceci conduit dans le cadre de cette approximation, a` des fonctions
d’onde projete´es sur des e´tats de parite´ de bonne syme´trie qui n’ont pas des bons nombres
de particules. Il faut restaurer cette syme´trie. La conse´quence est d’avoir a` presque doubler le
temps de calcul. Face a` cette difficulte´, il a e´te´ souvent conside´re´ que la de´viation de la restau-
ration de nombre de particule n’e´tait pas une correction tre`s importante ce qui permettait de
traiter pertubativement ce proble`me[65].
Le pre´sent chapitre de notre the`se est en fait consacre´ a` une e´tude pre´liminaire de certains
cas particuliers utilisant la me´thode HTDA conservant le nombre de particules avec projection
sur la parite´. Pour ce faire, nous avons e´tudie´ dans l’ordre les noyaux suivants : 194Pb dans ses
e´tats fondamental et superde´forme´ (194PbSD), 222Ra au fondamental et 240Pu au voisinage de
la seconde barrie`re de fission.
4.2 Aspects nume´riques
Nous avons tout d’abord brise´ la syme´trie de re´flexion de gauche-droite du code HTDA
syme´trique [41]. Pour ce faire nous avons inse´re´ le code Hartree-Fock brisant de syme´trie de
parite´ de´veloppe´ par L. Bonneau [24] comme point de de´part du code HTDA brisant la pa-
rite´. Les forces de Skyrme SIII et SkM∗ ont e´te´ utilise´es dans le canal particule-trou avec une
force δ dans les canaux particule-particule et trou-trou pour traiter les corre´lations d’appa-
riement. Pour simplifier les calculs nous avons impose´ la syme´trie axiale. Pour construire une
courbe d’e´nergie de´pendant de la de´formation octupoˆlaire pour une valeur fixe´e du moment
quadrupoˆlaire, nous avons donc seulement introduit la partie de syme´trie axiale de l’ope´rateur
de contrainte sur le moment octupoˆlaire Qˆ30 ∝ r3Y30 fournissant une mesure de l’asyme´trie
gauche-droite en y ajoutant une contrainte sur zˆ pour interdire le mouvement non-physique
de de´placement du centre de masse. Pour re´soudre les e´quations de Hartree-Fock nous avons
de´compose´ les fonctions d’onde individuelles sur une base d’oscillateur harmonique axialement
de´forme´ [52] avec une taille de base fixe´e par le parame`tre usuel N0 = 15.
L’intensite´ de l’interaction re´siduelle δ de l’approche HTDA est ajuste´e par comparaison de
la somme S de´finie par (1.149) avec la quantite´ e´quivalente (1.91) qu’on obtiendrait dans un
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calcul HF(SIII, SkM∗)+BCS(G) utilisant les parame`tres de la re´fe´rence [77] pour l’intensite´ de
l’e´le´ment de matrice constant de pairing. Cette somme S est calcule´e a` une de´formation fixe´e
plus ou moins arbitrairement pour chaque noyau. Pour 194Pb et 194PbSD nous avons choisi
l’e´tat de´fini par les parame`tres de la de´formation q2 = 42.37b et q3 = 0fm
3ou` la valeur de q2
correspond au moment quadupoˆlaire de l’e´tat superde´forme´ expe´rimental de 194Pb [90, 91]. Pour
222Ra, nous avons choisi l’e´tat fondamental syme´trique octupoˆlaire (q2 = 13b, q3 = 0fm
3). Pour
240Pu, des de´formations correspondant au voisinage de la deuxie`me barrie`re de fission (q2 =
105, 130b, q3 = 0fm
3) ont e´te´ choisies. La valeur de X (cf. section 1.4.5) pour les calculs HTDA a
e´te´ fixe´e a` 6 MeV. La meˆme valeur a e´te´ retenue pour le parame`tre ∆ε de la me´thode HF+BCS
pour les neutrons et protons. Cette proce´dure permettant de parame´triser les intensite´s de la
force δ a e´te´ effectue´e se´pare´ment pour les deux forces de Skyrme utilise´es SIII et SkM∗. Ces
parame`tres sont pre´sente´s dans la Table 4.1.
Table 4.1 – Parame`tres des interactions re´siduelles pour les calculs HF+BCS et HTDA
4.3 Etat fondamental du noyau 194Pb
4.3.1 Calculs HTDA non-projete´
Les courbes d’e´nergie de de´formation octupoˆlaire obtenues dans les calculs de HF+BCS et
HTDA non projete´s (courbes en trait plein) avec les deux forces utilise´es (SIII et SkM∗) sont
pre´sente´es sur la Figure 4.1. Dans les deux cas, les re´sultats HTDA non projete´s (cf. parties (c)
et (d) de cette figure) confirment l’existence d’une de´formation octupoˆlaire rigide nulle pour
l’e´tat fondamental qui avait e´te´ obtenue en utilisant la me´thode HF+BCS (cf. parties (a) et
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(b)). En compararant pour les deux interactions la variation d’e´nergie de de´formation en fonc-
tion de la de´formation octupoˆlaire on constate les faits suivants pour lesquels nous n’avons pas
pour l’instant d’explication microscopique a priori :
+ L’e´tat fondamental du noyau 194Pb traite´ dans l’approche HF+BCS(G) est un peu plus
rigide pour la de´formation octupoˆlaire avec l’interaction SIII qu’avec l’interaction SkM∗ ;
+ On conclut de meˆme en ce qui concerne les re´sultats de l’approche HTDA sans projection ;
+ La rigidite´ de l’e´tat fondamental de 194Pb quand on utilise l’interaction SIII est plus
grande pour les re´sultats HTDA sans projection que pour les re´sultats HF+BCS. Cette conclu-
sion est inverse´e quand on utilise l’interaction SkM∗ ;
+ L’e´tat fondamental du noyau 194Pb obtenu avec les deux interactions de Skyrme SkM∗et
SIII est plus mou par rapport a` la de´formation octupoˆlaire dans l’approche HF+BCS qu’avec
l’approche HTDA.
+ Les courbes obtenues avec l’approche HTDA ne sont pas lisses, probablement parce que
nous nous limitons a` des calculs HTDA non auto-cohe´rents (une autre raison pourrait eˆtre lie´e
a` une trop faible efficacite´ du facteur d’adoucissement de´fini en (1.114)).
4.3.2 Calculs de projection
Pour chaque valeur conside´re´e de q3 nous avons projete´ les e´tats HTDA sur des e´tats de
bonne parite´ avec la me´thode expose´e au chapitre 3. Les re´sultats correspondant sont pre´sente´s
dans les parties ((c) et (d)) de la Figure 4.1. La courbe de parite´ plus correspond toujours a`
une e´nergie plus basse et celle de parite´ moins a` une e´nergie plus haute que la courbe d’e´nergie
HTDA non projete´e. Pour q3 = 0fm
3 ou` les e´tats individuels ont une bonne parite´, les e´nergies
des e´tats HTDA et de parite´ plus sont e´gales alors que l’e´nergie de parite´ moins n’est pas de´finie
dans le cadre de cette approche (inde´termination 0/0). Le recouvrement 〈Ψ|Ψ˜〉 en fonction de
q3 est pre´sente´ par la Figure 4.2. On constate que il diminue tre`s rapidement quand q3 augmente
et est tre`s semblable a` une gaussienne.
A grand moment octupoˆlaire, les trois courbes sont confondues. On conside`re le cas ou` la
diffe´rence d’e´nergie entre les courbes de parite´ plus et de parite´ moins est infe´rieure a` 10keV.
Ceci correspond a` une de´formation octupolaire ”critique” par exemple q3 ∼ 2062fm3 pour la
force de SkM∗ ou` le recouvrement 〈Ψ|Ψ˜〉 est tre`s petit (infe´rieur a` 10−4).
Les courbes des deux parite´s pre´sentent des minima pour des moments octupoˆlaires diffe´rents
de ze´ro alors que dans des calculs HTDA non projete´s on trouve que la solution avec q3 = 0fm
3
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Figure 4.1 – Proprie´te´s de de´formation octupoˆlaire de 194Pb a` l’e´tat fondamental e´tudie´es
par la me´thode HTDA(δ) avec les deux forces SIII (c) et SkM∗ (d). Les courbes en trait plein
correspondent aux e´nergies (HF+BCS ou HTDA) en fonction du moment octupoˆlaire q3. Les
courbes en pointille´s correspondent aux e´nergies projete´es sur la parite´ moins et celles en tirets
correpondent aux e´nergies projete´es sur la parite´ plus.
– 98 –
4.3. Etat fondamental du noyau 194Pb
Figure 4.2 – Recouvrement 〈Ψ|Ψ˜〉 pour l’e´tat fondamental de 194Pb.
est stable. On notera que le minimum de parite´ moins pre´sente une plus grande de´formation
que celui de parite´ plus, a` cause de la valeur plus e´leve´e de son e´nergie a` q3 faible. Cette
diffe´rence de forme a` l’e´quilibre se traduit par des moments d’inertie diffe´rents pour les bandes
de rotation construites sur de tels e´tats intrinse`ques. Cette proprie´te´ est en accord avec les
donne´es expe´rimentales ou` la bande de parite´ moins a souvent a` bas spin un plus grand mo-
ment d’inertie que celui de la bande de parite´ plus. La diffe´rence de 2.29 MeV (pour SkM∗)
entre les e´nergies des minima des deux parite´s est comparable a` l’e´nergie d’excitation a` un pho-
non octupoˆlaire dont l’ordre de grandeur correspond a` l’e´nergie expe´rimentale du premier e´tat
de parite´ moins (e´tat 5−) soit 1.82 MeV [78]. Nous ne conside´rons cet accord qu’au niveau de
l’ordre de grandeur dans la mesure ou` notre e´nergie de phonon correspond a` un e´tat intrinse`que.
Dans ce que suit il sera commode d’utiliser les notations de´taille´es dans la Figure 4.3.
+ Em± est la diffe´rence entre les e´nergies des minima des e´tats des deux parite´s que l’on
pourra, comme il est mentionne´ par ailleurs, rattacher a` l’e´nergie intrinse`que d’excitation d’un
phonon octupoˆlaire.
+ Em− est la diffe´rence entre l’e´nergie du minimum de parite´ moins a` la de´formation oc-
tupoˆlaire q−3 par rapport a` l’e´nergie de la solution (non-projete´e) a` q3 = 0 ;
+ Em+ est la diffe´rence entre l’e´nergie du minimum de parite´ plus a` la de´formation octupoˆlaire
q+3 par rapport a` l’e´nergie de la solution non-projete´e a` q3 = 0 ;
+ ql3 est la valeur minimale de la de´formation octupoˆlaire ou` les trois courbes en e´nergie
sont conside´re´es comme e´tant confondues.
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Figure 4.3 – Notations employe´es
Les diffe´rentes quantite´s tire´es de ces courbes sont pre´sente´es par la table 4.2 en utilisant de
telles notations. Ces re´sulats sont compare´s avec ceux obtenus dans l’approche HF(SkM∗)+BCS(G)
effectue´e P. Bonche et al.[76] (cf. Figure 4.4). Ces auteurs, par la projection sur la parite´ ont
trouve´ Em± = 3.8 MeV pour l’e´tat fondamental et 2.1 MeV pour l’e´tat superde´forme´ de
194Pb.
Quelques anne´es plus tard, en me´langant des e´tats de de´formation octupoˆlaire diffe´rente par
la me´thode GCM, ils ont trouve´ des valeurs de Em± tre`s voisines soit 3.7 MeV pour l’e´tat fon-
damental et 1.97 MeV pour l’e´tat superde´forme´. Donc, le me´lange de configuration de type
GCM traitant les vibrations octupoˆlaires ne modifie pas significativement l’e´nergie d’excita-
tion a` un phonon octupoˆlaire. Il en re´sulte que le re´sultat de Em± semble constituer une bonne
approximation de cette e´nergie d’excitation.
4.3.3 Conclusions
Alors que les calculs sans projection indiquent une stabilite´ de la forme syme´trique, la
projection conduit a` des de´formations d’e´quilibre non syme´triques (plus e´leve´es pour l’e´tat
de parite´ moins que pour l’e´tat de parite´ plus), et ce pour les deux interactions utilise´es. En
compararant les quantite´s pre´sente´es dans la table 4.2, on voit que la projection sur la parite´ de
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Figure 4.4 – Proprie´te´s de de´formation octupoˆlaire de 194Pb a` l’e´tat fondamental (a) (ou`
q2 = 0b) e´tudie´es par P. Bonche et al. avec la me´thode HF(SkM
∗)+BCS(G), cf. re´fe´rence [76].
La courbe en trait plein correspond a` l’e´nergie de HF+BCS en fonction du moment octupoˆlaire
q3. La courbe en longs tirets et points (tirets) est l’e´nergie projete´e sur la parite´ plus (moins)
a` de´formation octupoˆlaire fixe´e.
l’approche HTDA donne une tendance tre`s similaire a` ce qui a e´te´ obtenu par P. Bonche et al. a`
l’approximation HF+BCS dans le cas de l’e´tat fondamental de 194Pb. Il est inte´ressant de noter
que parmi les trois valeurs de l’e´nergie E±m, celle obtenue pour les calculs HTDA projete´s avec
l’interaction de SkM∗est e´gale 2.2 MeV qui est la valeur plus proche de l’e´nergie expe´rimentale
de l’e´tat 5−.
4.4 Etat superde´forme´ de 194Pb (194PbSD)
4.4.1 Calculs HTDA non-projete´
L’e´tat superde´forme´ de 194Pb a e´te´ le premier trouve´ expe´riementalement parmi les isotopes
de Plomb [80, 81]. Les e´tudes microscopiques effectue´s par P. Bonche et et al.[76], J. Meyer
et al.[79] ont montre´ dans le cadre d’une approche HF+BCS suivie de calculs GCM pour la
coordonne´e ge´ne´ratrice < Q30 > et de la projection sur la parite´ que la de´formation octupoˆlaire
joue un roˆle plus important au minimum superde´forme´ qu’a` l’e´tat fondamental du 194Pb. Le
spectre des e´tats individuels a` la superde´formation (correspondant a` un ellipso¨ıde axial allonge´
un rapport d’axes de 2 :1) favorise les excitations octupoˆlaires. Les e´nergies de de´formation
octupoˆlaire obtenue dans les calculs HF+BCS et HTDA non projete´s (courbes en trait plein)
avec les deux forces utilise´es (SIII et SkM∗) sont pre´sente´es sur la Figure 4.5. En compararant
pour les deux interactions la variation d’e´nergie de de´formation en fonction de la de´formation
octupoˆlaire on constate que :
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HTDA(SIII+δ) HTDA(SkM∗+δ) P. Bonche et al.[76] Expe´rience
q+3 (fm
3) 600 730 750
Em+ (MeV) 0.2 0.59 1.05
q−3 (fm
3) 900 1300 1500
Em− (MeV) 2.6 1.8 2.75
ql3(fm
3) 1821 2062 ∼ 2000
Em± (MeV) 2.8 2.39 3.8 1.82
Table 4.2 – Proprie´te´s de de´formation obtenues dans nos calculs compare´es a` celles de P.
Bonche et al.[76] pour l’e´tat fondamental de 194Pb.
+ L’e´tat 194PbSD traite´ dans l’approche HF+BCS(G) est un peu plus rigide pour la
de´formation octupoˆlaire avec l’interaction SIII qu’avec l’interaction SkM∗ ;
+ On conclut de meˆme en ce qui concerne les re´sultats de l’approche HTDA sans projection ;
+ La rigidite´ de 194PbSD obtenue pour les re´sultats HTDA sans projection est tre`s similaire
a` celle obtenue pour les re´sultats HF+BCS et ce pour les deux forces de Skyrme.
4.4.2 Calculs de projection
Le Figure 4.5 pre´sente les re´sultats de la projection sur la parite´ pour des solutions HTDA.
Les diffe´rentes quantite´s tire´es de ces courbes sont porte´es dans la table 4.3. On constate que
la variation de l’e´nergie en fonction de q3 y est moins rapide que pour l’e´tat fondamental :
l’e´tat superde´forme´ est plus mou par rapport a` q3 que l’e´tat fondamental. L’e´nergie E
m
+ et la
de´formation q+3 sont plus grandes que celle obtenue a` l’e´tat fondamental avec la force SIII. Pour
la force SkM∗, la valeur de E+m est de 0.61 MeV qui est un peu plus e´leve´e que celle de l’e´tat
fondamental a` une de´formation beaucoup plus grande (q+3 = 1200fm
3). La projection sur la
parite´ joue donc un roˆle important pour de´crire la surface d’e´nergie potentielle traite´e par la
me´thode HTDA. La projection sur la parite´ positive favorise l’excitation du degre´ de liberte´
octupoˆlaire comme on peut le voir sur la Figure 4.6 . Nous avons obtenu des re´sultats tre`s
similaires a` ceux du travail de P. Bonche et al.[76].
4.5 Etat fondamental de 222Ra
La forme non-syme´trique de l’e´tat fondamental de certains isotopes de Ra a e´te´ de´couverte
pour la premie`re fois par le groupe de Berkeley [82] en effectuant des e´tudes de spectroscopie
alpha. Depuis, des bandes de parite´ moins a` basse e´nergie des noyaux 220−228Ra sont e´te´ ob-
serve´es [59]. Vogel [83] en utilisant un mode`le en couches de´forme´ (propose´ dans les anne´es 1950
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Figure 4.5 – Proprie´te´s de de´formation octupoˆlaire de l’e´tat superde´forme´ de 194Pb e´tudie´es
par la me´thode HTDA(δ) avec les forces Skyrme SIII (c) et SkM∗ (d). La courbe en trait plein
correspond a` l’e´nergie de HTDA en fonction du moment octupoˆlaire q3. La courbe en pointille´s
est l’e´nergie projete´e sur la parite´ moins et en tirets sur la parite´ plus.
– 103 –
Chapitre 4. Applications et Re´sultats
HTDA(SIII+δ) HTDA(SkM∗+δ) P. Bonche et al.[76]
q+3 (fm
3) 1000 1200 1250
Em+ (MeV) 0.6 0.61 1.15
q−3 (fm
3) 1900 2000 2500
Em− (MeV) 1.6 1.39 0.95
ql3(fm
3) 3120 3250 ∼ 3000
Em± (MeV) 2.2 2.0 2.1
Table 4.3 – Proprie´te´s de de´formation obtenues dans nos calculs compare´es a` celles de P.
Bonche et al. [76] pour l’e´tat superde´forme´ de 194Pb
Figure 4.6 – Proprie´te´s de de´formation octupoˆlaire de 194Pb a` l’e´tat superde´forme´ (q2 = 46b)
e´tudie´es avec la me´thode HF(SkM∗)+BCS(G) (Figure e´tablie a` partir de la re´fe´rence [76]).
par Rainwater, Bohr, Moszkowski, Mottelson et Nilsson) dans la re´gion 18 ≤ A ≤ 232, a e´tudie´
tous les cas ou` se manifeste la de´formation octupoˆlaire. Avec un mode`le macro-microscopique
utilisant le potentiel de Woods-Saxon, Nazarewicz et al. [57] ont pre´sente´ une courbe d’e´nergie
de de´formation octupoˆlaire de ces isotopes. Ils ont trouve´ que le noyau 222Ra est un des isotopes
qui manifeste la de´formation octupoˆlaire la plus marque´e parmi ces isotopes. Les premiers cal-
culs auto-cohe´rents HF+BCS pour ce noyau ont e´te´ effectue´s avec la force de SIII par P. Bonche
et al. [64]. Des calculs de meˆme type ont e´te´ re´alise´ avec la force de Gogny par le groupe de
Madrid [65] pour une se´rie de noyaux (222,224Ra, 222Th et 142−148Ba). Dans le cas de 222Ra ils
ont trouve´ un minimum d’e´nergie HF+BCS situe´ 1.5 MeV plus bas que l’e´nergie de l’e´tat fon-
damental syme´trique. La partie (a) de la Figure 4.7 montre que notre calcul HF(SIII)+BCS(G)
conduit a` un minimum correspondant a` un gain d’e´nergie HF+BCS de 0.3 MeV. La partie (b)
de la Figure 4.7 pre´sente le meˆme calcul HF+BCS(G) avec la force SkM∗. Nous avons obtenu
dans ce cas, un minimum correspondant a` un gain d’e´nergie HF+BCS beaucoup plus e´leve´ (2.2
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MeV).
4.5.1 Calculs HTDA
Les e´nergies de de´formation octupoˆlaire obtenue dans les calculs de HF+BCS et HTDA non
projete´s (courbes en trait plein) avec deux forces utilise´es (SIII et SkM∗) sont pre´sente´s sur
la Figure 4.7. Dans les deux cas, les re´sultats HTDA non projete´s (parties (c) et (d) de cette
figure) confirment l’existence d’un minimum pour l’e´tat fondamental de 222Ra comme cela a e´te´
obtenue en utilisant la me´thode HF+BCS (parties (a) et (b) de la meˆme figure). Ils la pre´disent
a` peu pre`s a` la meˆme de´formation. En compararant pour les deux interactions la variation
d’e´nergie de´forme´ en fonction de la de´formation octupoˆlaire on constate les faits suivants :
+ La rigidite´ pour la de´formation octupoˆlaire de l’e´tat fondamental du noyau 222Ra traite´s
dans l’approche HF+BCS(G) et l’approche HTDA est plus marque´e avec l’interaction SkM∗qu’avec
l’interaction SIII.
+ La rigidite´ de l’e´tat fondamental du noyau 222Ra est plus marque´e (a` la meˆme de´formation
octupoˆlaire d’e´quilibre) avec l’approche HTDA qu’avec celle de HF+BCS pour les deux forces
utilise´es.
La Figure 4.7 pre´sente les re´sultats de la projection sur la parite´ obtenus avec la me´thode
HTDA. On constate qu’apre`s projection, le point d’e´quilibre ne bouge pas puisqu’il survient a`
une de´formation octupoˆlaire bien plus grande que ql3 pour les deux forces utilise´es. La projection
n’a donc aucun effet sur les proprie´te´s de ce noyau au voisinage de son point d’e´quilibre classique.
4.6 Seconde barrie`re de fission du 240Pu
La de´formation octupoˆlaire est reconnue comme e´tant un degre´ de liberte´ tre`s important
dans la description des secondes barrie`res de fission des noyaux lourds. Des premiers calculs
utilisant la me´thode de Strutinsky [84] avec une forme de noyau suppose´ axiale et ayant une
syme´trie par re´flexion droite-gauche, ont donne´ une hauteur de deuxie`me barrie`re (EB) plus
grande que celle de la premie`re (EA) ce qui est contradictoire avec l’expe´rience pour
240Pu. Cette
difficulte´ a e´te´ leve´e dans le travail de Mo¨ller et Nilsson [55] qui a montre´ que la seconde barrie`re
de fission dans les actinides pouvait eˆtre abaisse´e lorsque le noyau est autorise´ a` explorer la
de´formation octupoˆlaire. A la meˆme e´poque, H. Flocard et al.[86] ont re´alise´ le premier calcul
self-consistant de la barrie`re du 240Pu l’aide de la force nucle´on-nucle´on de Skyrme SIII. En
imposant la syme´trie axiale et de re´flexion droite-gauche, ce calcul a conduit a` une courbe a`
deux bosses comme celle obtenue par la me´thode de Strutinsky. En utilisant la force D1S avec
l’approche de Hartree-Fock-Bogoliubov, J. F. Berger et al.[88] ont obtenu une valeur raisonable
EB = 7.5 MeV pour la seconde barrie`re de fission du
240Pu. Dans le meˆme noyau, en utilisant
– 105 –
Chapitre 4. Applications et Re´sultats
-1706
-1705
-1704
-1703
-1702
-1701
-1700
-1699
-1698
 0  0.5  1  1.5  2  2.5  3  3.5  4  4.5
E(
Me
V)
q3.10
-3(fm3)
q2=13b
SIII
HFBCS
(a) HF(SIII)+ BCS(G)
-1704
-1703
-1702
-1701
-1700
-1699
-1698
-1697
-1696
 0  0.5  1  1.5  2  2.5  3  3.5  4  4.5
E(
Me
V)
q3.10
-3(fm3)
q2=13b
SkM*
HFBCS
(b) HF(SkM∗)+BCS(G)
-1705
-1704
-1703
-1702
-1701
-1700
-1699
-1698
-1697
 0  0.5  1  1.5  2  2.5  3  3.5  4  4.5
E(
Me
V)
q3.10
-3(fm3)
q2=13b
SIII
HTDA
E+
E-
(c) HTDA(SIII+δ)
-1704
-1703
-1702
-1701
-1700
-1699
-1698
-1697
-1696
 0  0.5  1  1.5  2  2.5  3  3.5  4  4.5
E(
Me
V)
q3.10
-3(fm3)
q2=13b
SkM*
HTDA
Parity +
Parity -
(d) HTDA(SkM∗+δ)
Figure 4.7 – Proprie´te´s de de´formation octupoˆlaire de 222Ra a` l’e´tat fondamental e´tudie´es par
la me´thode HTDA(δ) avec deux force de SIII (c) et de la force SkM∗ (d). La courbe en trait
plein correspond a` l’e´nergie de HTDA en fonction de moment octupoˆlaire q3. La courbe en
pointille´s est l’e´nergie de la solution projete´e sur la parite´ moins et celle en tirets correspond a`
la parite´ plus.
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l’approche HF+BCS brisant la syme´trie axiale et la parite´ avec la force SkM∗ L. Bonneau et
al.[89] ont montre´ que les valeurs the´oriques de EB reproduisent a` moins de 1 MeV les valeurs
expe´rimentales pour un tre`s grande nombre de noyaux dans la re´gion Th-U-Pu-Cm-Cf-Fm. Une
e´tude [24] a e´te´ effectue´e pour comparer la hauteur des barrie`res dans les approches HF+BCS
et HTDA en imposant la syme´trie axiale et la syme´trie de re´flexion droite-gauche. Elle a trouve´
que la valeur de EB pour HTDA est plus grande que celle de HF+BCS d’environ 1.5 MeV si
on tient compte de la de´pendance en de´formation de l’appariement. Ceci nous a sugge´re´ de
revisiter les proprie´te´s de la deuxie`me barrie`re de fission obtenues dans le cadre de l’approche
HTDA et d’e´tudier les effets apporte´s par la projection sur la parite´. A cause du temps limite´
restant pour comple´ter notre the`se, nous n’avons applique´ le code HTDA brisant la parite´ suivi
de la projection sur la parite´, que pour effectuer une e´tude pre´liminaire dans la re´gion de la
deuxie`me barrie`re de fission de 240Pu. Nous avons seulement conside´re´ deux points typiques a`
q2 = 105b et q2 = 130b qui se situent avant et apre`s le sommet de la deuxie`me barrie`re de
fission asyme´trique (cf. Figure. 4.8).
Figure 4.8 – Courbe d’e´nergie de de´formation de 240Pu dans le formalisme HF(SkM∗)+BCS(G)
tire´e de la re´fe´rence [89]. La courbe en pointille´s correspond a` un calcul triaxial (a` la premie`re
barrie`re). L’effet de la de´formation asyme´trique (a` la seconde barrie`re) est indique´ par la courbe
en tirets. La courbe en trait plein correspond au calcul syme´trique.
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4.6.1 Calculs HTDA
Les e´nergies de de´formation octupoˆlaire obtenues dans les calculs de HF+BCS et HTDA
non projete´s (courbes en trait plein) avec les deux forces utilise´es (SIII et SkM∗) a` q2 = 105b
et q2 = 130b sont pre´sente´es sur les Figures 4.9 et 4.10. Pour les deux interactions, la variation
de l’e´nergie en fonction de la de´formation octupoˆlaire obtenue dans l’approche HTDA non
projete´e est en ge´ne´ral comparable a` celle que fournit l’approche HF+BCS. Avant le sommet
de barrie`re de fission (q2 = 105b) la solution syme´trique est encore stable par rapport a` la
de´formation octupoˆlaire. Elle devient instable apre`s le sommet de cette barrie`re (q2 = 130b).
Les Figures 4.9 et 4.10 pre´sentent les re´sultats de la projection sur la parite´ des re´sultats HTDA
a` q2 = 105b et q2 = 130b. On voit que meˆme a` q2 = 105b la solution de parite´ positive devient
asyme´trique apre`s projection sur la parite´. L’instabilite´ de la solution HTDA syme´trique est
accentue´e par la projection sur les e´tats de parite´ plus dans les calculs effectue´s apre`s le sommet
(q3 = 130b). Pour conclure quantitativement sur l’abaissement de la barrie`re duˆ a` la projection
il faudrait effectuer des calculs de fac¸on plus syste´matique. On peut s’attendre ne´anmoins a`
une diminution (pour la barrie`re de parite´ positive) de l’ordre de 1 MeV.
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Figure 4.9 – Proprie´te´s de la de´formation octupoˆlaire du 240Pu a` q2 = 105b e´tudie´es par
la me´thode HTDA(δ) avec la force SIII (c) et la force SkM∗ (d). La courbe en trait plein
correspond a` l’e´nergie de HTDA en fonction du moment octupoˆlaire q3. La courbe en pointille´s
est l’e´nergie de la solution projete´e sur la parite´ moins et celle en tirets correspond a` la parite´
plus.
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Figure 4.10 – Proprie´te´s de la de´formation octupoˆlaire du 240Pu a` q2 = 130b e´tudie´es par la
me´thode HTDA(δ) avec la force SIII (c) et la force SkM∗ (d). La courbe en trait plein corres-
pondant a` l’e´nergie de HTDA en fonction de moment octupoˆlaire q3. La courbe en pointille´s
est l’e´nergie de la solution projete´e sur la parite´ moins et en tirets correspondant a` la parite´
plus.
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Le premier travail effectue´ dans cette the`se a consiste´ a` mettre en place le formalisme per-
mettant de restaurer la syme´trie de re´flexion droite-gauche quand elle est brise´e, dans le cadre
de l’approche HTDA. Un formalisme possible est base´ sur la me´thode PAV (projection apre`s
variation) qui conduit a` calculer les e´le´ments de matrice entre deux fonctions d’ondes a` N
corps quelconques. Ces e´le´ments de matrice ont e´te´ calcule´s en utilisant une ge´ne´ralisation du
the´ore`me de Wick donne´e par R. Balian et E. Brezin [51] pour des vides de quasi-particules de
Bogoliubov ou celui de type Lo¨wdin [50] pour des de´terminants de Slater. Dans toutes ces ap-
proches, on constate que ce the´ore`me n’est valide que si le recouvrement entre les deux vides de
fermions est diffe´rent de ze´ro. L’apparition d’un type d’e´le´ments de matrice spe´cifique propre au
cas du recouvrement nul nous demande de revenir a` la me´thode de mineurs plus fondamentale
de Lo¨wdin [49]. En profitant de la syme´trie axiale impose´e et des proprie´te´s des de´terminants
nous avons e´tudie´ une manie`re commode de calculer ces e´le´ments de matrice. En introduisant
des bases bi-orthogonales nous avons mis en e´vidence une ge´ne´ralisation du the´ore`me de Wick
a` partir de la me´thode des mineurs qui est, compte tenu de notre proble`me dans le contexte
HTDA, plus simple que celle qu’on pourrait de´duire du travail de R. Balian et E. Brezin [51]. Il
est important de noter que les re´sultats obtenus sont pre´sente´s sous une forme cohe´rente avec
la me´thode du vide relatif utilise´e fre´quemment dans le formalisme de la me´thode HTDA [4].
Cette me´thode fournit donc une base pour calculer les diffe´rents e´le´ments de matrice entre des
e´tats a` N corps dans d’autres situations plus complique´es de me´lange de configurations comme
c’est le cas pour la restauration de la syme´trie de rotation par exemple. Elle permet aussi de
de´finir un champ moyen mixte qui joue un roˆle important pour la de´finition de l’interaction
re´siduelle dans le Hamiltonien du syste`me.
La densite´ mixte, s’ave`re eˆtre un bon outil pour restaurer les syme´tries par la me´thode
de projection. Malheureusement elle brise aussi cette syme´trie dans les cas e´tudie´s. Cette
caracte´ristique combine´e avec la de´pendance de la force Skyrme en densite´ (exprime´e dans
le repe`re intrinse`que et donc e´galement asyme´trique) conduit a` un Hamiltonien brisant la
syme´trie qu’on veut pre´cise´ment restaurer (proble`me que cette approche HTDA n’est pas la
seule a` rencontrer puisque l’interaction de Skyrme de´pend de la densite´) ! De plus une difficulte´
supple´mentaire vient de l’approximation de Slater pour le terme d’e´change de Coulomb utili-
sant une densite´ mixte conduisant a` des calculs insatisfaisants (elle n’est en effet pas toujours
non ne´gative). C’est pourquoi nous avons propose´ un mode`le simplifie´. Il consiste a` rempla-
cer la densite´ mixte par la densite´ intrinse`que dans la de´finition du champ moyen qui devrait
faire intervenir la densite´ mixte si on voulait eˆtre cohe´rent avec la de´finition de l’interaction
re´siduelle. Cette approximation a permis de simplifier de fac¸on conside´rable les calculs, tout
en supprimant les difficulte´s pratiques e´voque´es plus haut. En outre, en dehors de tre`s faibles
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contributions a` l’e´nergie il ne fait intervenir que des e´le´ments de matrice impliquant la partie
syme´trique par parite´ du Hamiltonien.
Pour remplir ce programme, nous avons du tout d’abord inse´re´ le code Hartree-Fock brisant
la parite´ dans le code HTDA existant pour le rendre capable de de´crire les solutions microsco-
piques ayant une de´formation octupoˆlaire. Nous avons effectue´ de nombreux tests nume´riques
pour ve´rifier le code HTDA brisant la parite´. Nous avons ensuite de´veloppe´ un formalisme ap-
proche´ permettant d’effectuer la projection sur la parite´ en e´valuant analytiquement les divers
e´le´ments de matrice implique´s puis en de´veloppant un code nume´rique pour les calculer.
Cette approche a e´te´ utilise´e pour e´tudier l’e´tat fondamental de 194Pb, l’e´tat superde´forme´
de ce meˆme noyau, l’e´tat fondamental du 222Ra avec les deux parame´trisations de la force de
Skyrme SIII et SkM∗. Pour l’e´tat fondamental de 194Pb et son e´tat superde´forme´, les calculs
sans projection indiquent une stabilite´ de la forme syme´trique alors que la projection conduit
a` des de´formations d’e´quilibre non syme´triques. La projection sur la parite´ positive favorise
toujours l’excitation du degre´ de liberte´ octupoˆlaire ce qui illustre le roˆle capital de la projec-
tion sur la parite´ pour de´crire dans ce cas (tout a` fait ge´ne´ral pour des noyaux pair-pairs) la
surface d’e´nergie potentielle traite´e par la me´thode HTDA. Pour l’e´tat fondamental du 222Ra
la projection n’a aucun effet sur les proprie´te´s au voisinage de son point d’e´quilibre classique
puisque ce dernier survient a` une de´formation octupoˆlaire bien plus grande que la de´formation
critique ou` la projection n’ope´re plus de changement dans les e´nergies. Ces re´sultats ont e´te´
obtenus de fac¸on en gros similaire pour les deux forces de Skyrme utilise´es et sont qualitati-
vement comparables avec ceux de calculs ante´rieurs de type HF+BCS ou HFB. Forts de ces
re´sultats encourageants, nous avons poursuivi notre e´tude avec le noyau 240Pu au voisinage de
la seconde barrie`re de fission. La projection sur la parite´ rend la solution syme´trique de parite´
positive instable pour la de´formation octupoˆlaire avant la de´formation quadrupoˆlaire obtenue
sans projection pour la seconde barrie`re de fission.
Cette the`se se donnait pour objectif majeur de montrer qu’au prix de certaines approxima-
tions sur l’interaction re´siduelle (ou` on a remplace´ l’interaction a` 2 corps de Skyrme par une
interaction delta) et sur le champ moyen, on pouvait obtenir une description raisonnable des
proprie´te´s de de´formation octupoˆlaire pour des solutions projete´es sur la parite´. C’est a` cette
fin que nous avons compare´ nos re´sultats avec ceux obtenus dans les travaux de P. Bonche et al
[76]. Il reste maintenant a` effectuer au dela` de ces calculs de principe, de vraies e´tudes spectro-
copiques soit en e´tendant les e´tudes dans les re´gions conside´re´es ici, soit en conside´rant d’autres
re´gions concerne´es par le mode octupoˆlaire (re´gion du Baryum par exemple). En outre, ce tra-
vail semble offrir des pespectives inte´ressantes. Tout d’abord il conduit a` re´e´valuer la hauteur
de la deuxie`me barrie`re de fission pour des noyaux lourds. D’un point de vue plus technique
maintenant, l’espace de configuration des e´tats a` plusieurs corps devra eˆtre e´largi pour traiter
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l’interaction re´siduelle neutron-proton. Des excitations d’ordre supe´rieur comme celles incluant
des diffusions de deux paires, trois paires . . . devront eˆtre prises en compte. On notera enfin
que ce formalisme fournit une base pour me´langer des configurations correspondant a` des va-
leurs diffe´rentes de q3 par la me´thode de la coordonne´e ge´ne´ratrice pour traiter les e´tats excite´s
nucle´aires correspondant a` ce type de mode collectif.
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Annexe A
Base de l’oscillateur harmonique a`
syme´trie axiale (B.O.H.S.A.)
A.1 De´finition
Pour de´composer les e´tats individuels Hartree-Fock nous utilisons la base des e´tats propres
de l’oscillateur harmonique de´forme´ a` syme´trie axiale. Elle est la base des e´tats propres simul-
tane´s :
+ du hamiltonien :
h =
3∑
i=1
hi =
3∑
i=1
[− ~2
2m
∂2i +
1
2
mω2i x
2
i
]
(A.1)
(avec 1, 2, 3 correspondant a` x, y, z ; ∂i =
∂
∂xi
et ω1 = ω2 = ω⊥)
+ de la projection Lz du moment orbital sur l’axe Oz
Lz = −i~(x∂y − y∂x) = −i~∂ϕ (A.2)
(ou` ϕ est la coordonne´e angulaire en coordonne´es cylindriques)
+ de la projection Sz du spin sur l’axe Oz.
Un e´tat de la base B.O.H.S.A. peut eˆtre de´fini par les nombres quantiques nz (nombre de
quanta sur Oz), n⊥ (nombre de quanta sur Ox et Oy), Λ (nombre quantique correspondant a`
l’ope´rateur Lz), et Σ (nombre quantique correspondant a` l’ope´rateur Sz) :
|nz, nr,Λ,Σ〉 (A.3)
En introduisant les ope´rateurs a†i ,b
†
i qui sont des ope´rateurs de cre´ation bosonique obtenus
par rotation dans l’espace des ope´rateurs a†x, a
†
y [93], cet e´tat pourra eˆtre e´galement de´fini avec
les nombres quantiques nz, α, β et Σ :
|nz, nr,Λ,Σ〉 ≡ |nz, α, β,Σ〉 = (−1)β (a
†
z)
nz
√
nz!
(b†α)
α
√
α!
(b†β)
β
√
β!
|000〉|Σ〉 (A.4)
ou`
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α =
n⊥ + Λ
2
, β =
n⊥ − Λ
2
(A.5)
On peut e´crire sa fonction d’onde en repre´sentation de position et de spin [8]
ϕα(r, σ) = χσψnz(z)ψ
Λ
nr(r)
eiΛϕ√
2pi
(A.6)
ou` χσ est un spineur a` deux composantes de´fini par :
χ 1
2
=
(
1
0
)
et χ− 1
2
=
(
0
1
)
(A.7)
On notera que cette e´criture ϕα(r, σ) est quelque peu redondante car pour un e´tat |α〉 donne´
on n’a qu’une seule valeur de σ a` conside´rer.
La fonction radiale norme´e ψΛnr(r) est choisie de sorte que φ
Λ
nr(r, ϕ) = ψ
Λ
nr(r)
eiΛϕ√
2pi
soit
fonction propre de l’oscillateur harmonique radial :
− ~
2
2m
∇2φΛnr(r, ϕ) +
1
2
mω2⊥r
2φΛnr(r, ϕ) = E
Λ
nrφ
Λ
nr(r, ϕ) (A.8)
avec EΛnr = ~ω⊥(n⊥ + 1), n⊥ = 2nr + |Λ|, nr ∈ N et Λ ∈ Z. La fonction ψΛnr s’e´crit alors :
ψΛnr(r) =
√
(n⊥ − |Λ|)/2!
(n⊥ + |Λ|)/2!(−)
(Λ−|Λ|)/2√2β⊥e−η/2ηΛ/2L|Λ|nr (η) (A.9)
ou` l’on a pose´ β⊥ =
√
mω⊥/~ et η = β2⊥r2. La fonction Lαn est le polynoˆme usuel de Laguerre
modifie´ de degre´ n. Cette famille de polynoˆmes orthogonaux est associe´e a` la fonction de poids
e−ηηΛ sur intervalle [0,+∞[.
Quant a` la fonction norme´e ψnz(z), elle est fonction propre de l’oscillateur harmonique a`
une dimension suivant la direction z :
− ~
2
2m
∇2ψnz(z) +
1
2
mω2zz
2ψnz(z) = Enzψnz(z) (A.10)
avec Enz = ~ωz(nz + 1), nz ∈ N. La fonction ψnz(z) s’e´crit alors :
ψnz(z) = (
√
pi2nznz!)
−1/2√βzHnz(ξ)e−ξ2/2 (A.11)
ou` l’on a pose´ βz =
√
mωz/~ et ξ = βzz. La fonction Hnz est le polynoˆme usuel d’Hermite
de degre´ nz. Cette famille de polynoˆmes orthogonaux est associe´e a` la fonction de poids e
−ξ2
sur l’intervalle ]−∞,+∞[.
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Cette base est infinie mais de´nombrable. Dans un calcul pratique il faut tronquer cette base.
La prescription de la troncation de la base propose´e dans la re´fe´rence [92], consiste a` inclure
tous les e´tats dont l’e´nergie d’osillateur est infe´rieure a` une certaine valeur :
~ω⊥(n⊥ + 1) + ~ωz(nz +
1
2
) ≤ ~ω0(N0 + 2) (A.12)
ou` ω0 = (ωzω
2
⊥)
1/3
et ou` N0 est le nombre de couches sphe´riques incluses dans la base a` la
sphe´ricite´ (ω⊥ = ωz = ω0).
A.2 Etats individuels Hartree-Fock
Un e´tat individuel |φk〉 de nombre quantique Ωk se de´compose sur un e´tat |α〉=|nz, nr,Λ,Σ〉
de cette base :
|φk〉 =
∑
α
C(k)α |α〉 (A.13)
ou` C
(k)
α est la coefficient de de´composition de l’e´tat |φk〉 sur cette base. Dans la repre´sentation
de position et de spin
φk(r, σ) =
∑
α
C(k)α 〈r, σ|α〉 =
∑
α
C(k)α ϕα(r, σ) (A.14)
En utilisant la formule (A.6) on obtient :
φk(r, σ) =
∑
α
C(k)α ψnz(z)ψ
Λ
nr(r)
eiΛϕ√
2pi
χσ (A.15)
L’e´tat |ψl〉 de´fini par |ψl〉 = pˆi|φl〉 ou` pˆi ope´rateur de parite´ peut eˆtre de´compose´ sur la meˆme
base |α′〉 :
|ψl〉 =
∑
α′
C
(l)
α′ (−)n
′
z+Λ
′|α′〉 (A.16)
ou` on a note´ que tout e´tat |α′〉 est vecteur propre de pˆi avec la valeur propre (−)n′z+Λ′ (cf.
annexe B). Donc on obtient :
ψl(r, σ) =
∑
α′
C
(l)
α′ (−)n
′
z+Λ
′
ψn′z(z)ψ
Λ′
n′r(r)
eiΛ
′ϕ
√
2pi
χσ′ (A.17)
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Annexe B
Ope´rateur de parite´
B.1 De´finition
La parite´ est une syme´trie discre`te fondamentale. Mathe´matiquement elle est de´finie comme
la re´flexion par rapport a` l’origine O du syste`me de coordonne´es. Supposons un syste`me phy-
sique dont l’espace des e´tats est Er, l’ope´rateur parite´ Πˆ est de´fini par :
〈r|Πˆ|ψ〉 = ψ(−r) avec ψ(r) = 〈r|ψ〉 (B.1)
ou` |ψ〉 est un vecteur quelconque de Er. On peut donc e´crire e´quivalemment que
Πˆ|r〉 = | − r〉 (B.2)
B.2 Proprie´te´s de l’ope´rateur parite´
+ Πˆ est hermitique en effet :
〈ψ|Πˆ|ϕ〉 =
∫
d3r 〈ψ|r〉〈r|Πˆ|ϕ〉
=
∫
d3r ψ∗(r)ϕ(−r) (B.3)
et
〈ϕ|Πˆ|ψ〉∗ =
∫
d3r (〈ϕ|Πˆ|r〉〈r|ψ〉)∗
=
∫
d3r (ϕ∗(−r)ψ(r))∗
=
∫
d3r ψ∗(r)ϕ(−r) = 〈ψ|Πˆ|ϕ〉 (B.4)
on peut donc e´crire :
Πˆ = Πˆ+ (B.5)
+ Il re´sulte de ce qui pre´ce`de que
ΠˆrˆΠˆ = −rˆ (B.6)
Son action sur deux autres ope´rateurs fondamentaux (impulsion p et spin s) est :
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ΠˆpˆΠˆ = −pˆ (B.7)
d’apre`s les de´finitions de pˆ et de Πˆ (e´quation (B.1)) et
ΠˆsˆΠˆ = sˆ (B.8)
car Πˆ n’agit que sur les variables d’espace.
+ L’ope´rateur Πˆ2 est l’ope´rateur identite´. En effet :
Πˆ2|r〉 = Πˆ(Πˆ|r〉) = Πˆ| − r〉 = |r〉 (B.9)
c’est-a`-dire, puisque les kets |r〉 forment une base de Er :
Πˆ2 = 1 (B.10)
ou encore :
Πˆ = Πˆ−1 (B.11)
il de´coule de (B.5) et (B.11) que :
Πˆ−1 = Πˆ+ (B.12)
Πˆ donc est unitaire.
+ L’ope´rateur Πˆ e´tant unitaire et hermitique est une involution.
+ Πˆ est un ope´rateur de produit a` N corps dans le sous-espace a` N particules de l’espace de
Fock, c’est-a`-dire qu’il est le produit des ope´rateurs a` 1 corps pˆi dans le sous espace a` 1 corps
de l’espace de Fock
Πˆ(|φ1〉 ⊗ |φ2〉 ⊗ . . .⊗ |φN〉) = (pˆi|φ1〉)⊗ (pˆi|φ2〉)⊗ . . .⊗ (pˆi|φN〉) (B.13)
+ L’action de l’ope´rateur parite´ s’exprime en coordonne´es cylindriques par
Πˆ :

z → −z
r → r
θ → pi + θ
(B.14)
donc
pˆiφi(r, σ) =
∑
α
δσ,σ(α)(−)nz+ΛC(i)α ψΛnr(r)ψnz(z)
eiΛϕ√
2
χσ (B.15)
puisque :
pˆi(ψΛnr(r)) = ψ
Λ
nr(r) (B.16)
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pˆi(ψnz(z)) = (−)nzψnz(z) d’ou` pˆi(Hnz(ξ)) = (−)nzHnz(ξ) (B.17)
pˆi(eiΛϕ) = (−)ΛeiΛϕ (B.18)
+ L’e´tat |nz, nr,Λ,Σ〉 de la B.O.H.S.A. est e´tat propre de l’ope´rateur de parite´ avec la valeur
propre (−)nz+Λ
Πˆ|nz, nr,Λ,Σ〉 = (−)nz+Λ|nz, nr,Λ,Σ〉 (B.19)
+ L’ope´rateur de parite´ Πˆ commute avec l’ope´rateur de renversement du sens du temps Tˆ .
Soit un e´tat quelconque de la B.O.H.S.A. par exemple. En utilisant la formule (B.19) on a :
Tˆ Πˆ|nz, n⊥,Λ,Σ〉 = Tˆ (−)nz+Λ|nz, n⊥,Λ,Σ〉
= (−)nz+Λ+Ω+ 12 |nz, n⊥,−Λ,−Σ〉 (B.20)
et
ΠˆTˆ |nz, n⊥,Λ,Σ〉 = Πˆ(−)Ω+ 12 |nz, n⊥,−Λ,−Σ〉
= (−)nz−Λ+Ω+ 12 |nz, n⊥,−Λ,−Σ〉 (B.21)
Il en re´sulte donc que
[Πˆ, Tˆ ] = 0 (B.22)
+ L’ope´rateur quadrupoˆlaire axial Qˆ20 ne faisant intervenir que des puissances paires des
composantes de rˆ, commute avec Πˆ,
ΠˆQˆ20Πˆ = Qˆ20 (B.23)
+ L’ope´rateur Qˆ30 ne faisant intervenir que des puissances impaires des composantes de rˆ,
anticommute avec Πˆ
ΠˆQˆ30Πˆ = −Qˆ30 (B.24)
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Annexe C
Ope´rateur de renversement du sens du
temps
C.1 De´finition
L’ope´rateur de renversement du sens du temps, note´ Tˆ transforme de la fac¸on suivante la
position rˆ, l’impulsion pˆ et le spin sˆ d’une particule
Tˆ rˆTˆ † = rˆ (C.1)
Tˆ pˆTˆ † = −pˆ (C.2)
Tˆ sˆTˆ † = −sˆ (C.3)
On voit entre autres conse´quences que la transformation associe´e a` cet ope´rateur change
le signe des relations de commutation entre une composante de l’ope´rateur position et celle
canoniquement conjuge´e de l’ope´rateur impulsion. On peut montrer que les proprie´te´s ci-dessus
sont re´alise´es pour un ope´rateur Tˆ agissant sur l’espace physique d’une particule de´fini par
Tˆ = e−ipisˆy/~Kˆ0 (C.4)
ou` Kˆ0 est l’ope´rateur de conjugaison complexe associe´ a` la repre´sentation {r, σ} soit
〈r, σ|Kˆ0|ψ〉 = 〈rσ|ψ〉∗ (C.5)
Cet ope´rateur est antiunitaire c’est-a`-dire antiline´aire et tel que Tˆ † = Tˆ−1.
Dans l’espace des e´tats physiques de N particules de spin demi entier on montre que
Tˆ 2 = (−1)N (C.6)
Il en re´sulte que pour un e´tat a` nombre pair de fermions
Tˆ 2 = 1 (C.7)
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C.2 Configurations paires par renversement du sens du
temps
L’ope´rateur Tˆ agissant sur un e´tat produit |Ψ〉 est, de par sa structure, tel que
Tˆ|Ψ〉 =
∏
i
(Tˆ|i〉) (C.8)
Graˆce a` la syme´trie axiale, nous pouvons partitionner l’espace des e´tats a` un corps en
des e´tats |i〉 qu’on appellera e´tats positifs tels que 〈i|jˆz|i〉 > 0 et en des e´tats du sous-espace
comple´mentaire qu’on appellera e´tats ne´gatif de telle sorte que ∀i > 0, les e´tats |¯i〉 appartiennent
au sous-espace des e´tats ne´gatifs. On va de´montrer que le vide |Φ0〉 ≡ |0p0h〉 et les configurations
de diffusion d’une paire |Φ2〉 sont invariantes par renversement du sens du temps. En effet, on
de´finit le quasi-vide pour un noyau pair-pair par |Φ0〉 =
∏N
2
i=1
i>0
a†ia
†
i¯
|0〉. Pour un e´tat a` 1 particule
Tˆ |¯i〉 = −|i〉 (C.9)
puisque dans ce cas Tˆ 2 = −1. Il en re´sulte que
Tˆ (|i〉|¯i〉) = Tˆ |i〉Tˆ |¯i〉 = −|¯i〉|i〉 (C.10)
On en de´duit que
Tˆ (a†ia
†
i¯
) = −a†
i¯
a†i (C.11)
et a` cause de l’antisyme´trisation du de´terminant de Slater
Tˆ |Φ0〉 =
N
2∏
i=1
i>0
Tˆ (a†ia
†
i¯
) =
N
2∏
i=1
i>0
a†ia
†
i¯
= |Φ0〉 (C.12)
Donc |Φ0〉 est un e´tat pair par renversement du sens du temps. L’e´tat |Φ2〉 de diffusion
d’une paire peut s’e´crire en ge´ne´ral sous la forme a†k′a
†
k¯′akak¯|Φ0〉. On aura compte tenu de ce
qui pre´ce`de
Tˆ|Φ2〉 = a†k′a†k¯′akak¯|Φ0〉 = |Φ2〉 (C.13)
C.3 Simplification apporte´e par le caracte`re pair par
rapport au renversement du sens du temps de nos
solutions
Conside´rons deux configurations note´es |A〉 et |B˜〉 qui posse`dent la syme´trie axiale par
rapport a` l’axe Oz et qui sont telles que la condition (2.46) soit satisfaite (i.e. en pratique
〈A|B˜〉 6= 0). On rappelle que la matrice d carre´e de taille N est de´finie par :
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plification apporte´e par le caracte`re pair par rapport au renversement du sens du temps de nos solutions
dkl = 〈φk|ψl〉 (C.14)
ou` les e´tats |φk〉, |ψl〉 sont des e´tats occupe´s respectivement dans |A〉 et |B˜〉. Graˆce a` la
proprie´te´ de syme´trie par renversement du sens du temps, on peut re´duire le calcul du noyau
de recouvrement 〈A|B˜〉 et (d˜−1)kl (2.93) a` celui de matrices de dimensions N/2 × N/2 en
introduisant la sous-matrice E :
Eij = 〈φi|ψj〉 (C.15)
pour des e´tats i et j positifs, de telle sorte que sa conjuge´e E∗ corresponde a` la matrice
〈φ¯i|ψ¯j〉 ou` on a de´fini
|φ¯i〉 = Tˆ |φi〉, |ψ¯j〉 = Tˆ |ψj〉 (C.16)
Tout d’abord nous allons montrer que dk¯l = 〈φ¯k|ψl〉 = 0. En effet
Tˆ jˆzTˆ = −jˆz (C.17)
donc
〈k¯|jˆz|k¯〉 = −〈k|jˆz|k〉 (C.18)
Puisque les e´tats |k〉 et |l〉 sont des e´tats ”positifs” il en re´sulte que |k¯〉 et |l〉 ont des valeurs
diffe´rentes de la valeur moyenne de jˆz puisque ces valeurs (ne´cessairement non nulles) ont des
signes diffe´rents. Leur recouvrement est donc nul puisqu’a` cause de l’hypothe`se de syme´trie
axiale ces e´tats sont e´tats propres de jˆz (avec des valeurs propres diffe´rentes comme on vient
de le voir). On peut re´e´crire alors la matrice d sous la forme :
d =
(
E 0
0 E∗
)
(C.19)
on en de´duit
detd = |detE|2 (C.20)
Comme autre conse´quence de la syme´trie axiale impose´e, la matrice E pourra s’e´crire sous
la forme diagonale par blocs de´finis par le nombre quantique Ω (cf. la Figure A3.1) avec
Eij(Ω) = 〈φi|ψj〉
=
∑
σ
∑
nznr
C(i)α C
(j)
α (−)nz+Λ
σ
(C.21)
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Figure A3.1 – Matrice E diagonale par blocs Ωk
En conse´quence, on de´duit de la re´alite´ de la de´composition des |φi〉 sur la B.O.H.S.A que
la matrice E (ou la matrice d) est re´elle.
Dans le cas limite il y a deux possibilite´s, soit B ≡ A, soit B 6= A. Si B ≡ A, comme |φi〉
et |ψj〉 sont les vecteurs propres de l’ope´rateur de parite´ pˆi, on a :
Eij = piiδij (C.22)
La matrice E est donc inversible et
(E−1)ij = piiδij car pii = pi
−1
i (C.23)
+ Si B 6= A, la matrice E est singulie`re. On ne pourra pas utiliser le formalisme de la
densite´ mixte.
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Re´sume´
Nous nous sommes inte´resse´s a` la restauration de la syme´trie de re´flexion droite-gauche
brise´e dans certains calculs effectue´s en utilisant l’approche HTDA (Higher Tamm-Dancoff Ap-
proximation). Cette approche a e´te´ propose´e par le groupe de Bordeaux pour traiter de fac¸on
microscopique les corre´lations en conservant explicitement les nombres de nucle´ons. La projec-
tion sur la parite´ par la me´thode PAV (projection apre`s variation) utilisant une ge´ne´ralisation
du the´ore`me de Wick de type Lo¨wdin s’est ave´re´e eˆtre tre`s bien adapte´e dans le cadre d’un
mode`le simplifie´ pour ce type de calcul et a permis de tourner certaines difficulte´s propres aux
calculs qui utilisent la the´orie de la fonctionnelle de la densite´ de´duite par exemple de l’inter-
action de Skyrme. Les re´sultats obtenus pour des noyaux lourds manifestant une de´formation
octupoˆlaire ou a` tout le moins une grande de´formabilite´ pour ce mode, sont en gros tout a` fait
cohe´rents avec les calculs ante´rieurs effectue´s dans une approche HFB ou HF+BCS. D’autre
part nos re´sultats montrent qu’on peut abaisser par projection sur la parite´ positive la hauteur
de la seconde barrie`re de fission par une quantite´ de l’ordre de 1 MeV.
Mots-cle´s : restauration de la syme´trie de re´flexion droite-gauche, me´thode HTDA, conser-
vation du nombre de particules, corre´lations, approches microscopiques, ge´ne´ralisation du the´ore`me
de Wick, seconde barrie`re de fission, de´formations octupoˆlaires.
Abstract
This thesis has been concerned with the restoration of the left-right symmetry broken in
some instances. This has been achieved in the framework of the Higher Tamm-Dancoff Ap-
proximation (HTDA) proposed by the Bordeaux group to treat correlations in an explicitly
particle-number conserving microscopic approach. The parity-projected calculations performed
within a PAV (projection after variation) method using a generalized Wick’s theorem due to
Lo¨wdin has appeared to be a very well-suited frame. It has been implemented within a simple
model approach. This has been proposed to clear out some difficulties appearing when one uses
an Energy Density Functional approach with an energy density functional issued from an un-
derlying Skyrme interaction. As a result we obtain a fairly good global agreement of our results
with previous ones issuing from an HFB approach or its HF+BCS limit, for some heavy nuclei
exhibiting a stable octupole deformation or at least a remarkable smoothness for this collective
mode. As another result, we have shown that the projection on a positive parity solution is
able to reduce the second fission barrier height by about 1 MeV.
Keywords : restoration of the left-right symmetry, the HTDA method, particle number
conservation, correlations, microscopic approaches, generalized Wick’s theorem, second fission
barrier, octupole deformations.
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